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Introduction
Le monde qui nous entoure est, en grande partie, constitue´ de phe´nome`nes physiques
dynamiques, c’est-a`-dire qui e´voluent dans le temps. Pour caracte´riser et comprendre ces
phe´nome`nes, il est important de re´soudre temporellement leur e´volution.
Re´soudre une dynamique temporelle ne´cessite de pouvoir re´aliser un arreˆt sur image
a` diffe´rents moments de l’e´volution du syste`me. Ceci est bien connu du grand public
notamment graˆce a` la photographie acce´le´re´e (ou time-lapse), ou` en capturant une image
a` intervalle re´gulier d’un phe´nome`ne, on peut en reconstituer son e´volution. Le principe
de base de ce proce´de´ n’est pas nouveau, E. Muybridge l’avait de´ja` utilise´ en 1878 pour
de´montrer au monde que les jambes d’un cheval au galop quittent le sol a` un moment
donne´ durant sa course. En photographiant un cheval a` des instants diffe´rents pendant sa
course, il a pu de´composer e´tape par e´tape son mouvement . Il a ainsi obtenu les cliche´s
pre´sente´s sur la figure 1. Sur les cliche´s 2 et 3, le cheval de´colle du sol. En re´solvant ainsi
temporellement le mouvement du cheval, il a pu re´pondre a` une question tre`s controverse´e
a` l’e´poque.
Depuis, les phe´nome`nes que l’on cherche a` re´soudre deviennent de plus en plus brefs,
il est pour cela important de de´velopper de nouvelles techniques pour pouvoir mesurer
effectivement les dynamiques lie´es a` ces phe´nome`nes. Au cours des 30 dernie`res anne´es,
nombre d’expe´riences permettant la re´solution temporelle de phe´nome`nes physiques ultra-
brefs ont e´te´ re´alise´es [1, 2], notamment graˆce a` l’invention des lasers. Le de´veloppement
de la technologie laser a en effet permis d’obtenir des sources lumineuses ayant des dure´es
plus courtes que n’importe quel autre signal. Au de´but des anne´es 70, les impulsions lasers
les plus courtes avaient une dure´e de l’ordre de la picoseconde et depuis les anne´es 80,
il est possible de ge´ne´rer des impulsions lumineuses encore plus bre`ves ayant des dure´es
dans la gamme femtoseconde (1fs = 10−15s). Ces impulsions jouent un roˆle majeur dans
la re´solution temporelle des phe´nome`nes physiques ultra-rapides dans la matie`re. Elles
sont ge´ne´ralement utilise´es dans le cadre d’expe´riences dites pompe-sonde [3], ou` une
premie`re impulsion (la pompe) vient exciter un milieu, et une deuxie`me (la sonde) vient
sonder l’e´tat du milieu un certain temps apre`s son excitation. Ces expe´riences permettent
tout comme celle re´alise´e par E. Muybrigde, de prendre des ”cliche´s” de la dynamique du
milieu a` diffe´rents instants au cours de son e´volution. Elles ont ainsi ouvert la voie a` la
femtochimie qui s’inte´resse aux dynamiques des re´actions chimiques se de´roulant sur des
e´chelles de temps allant de la femtoseconde a` la picoseconde. Elles permettent par exemple
d’e´tudier la re´organisation des atomes au sein des mole´cules, la formation ou la rupture
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Figure 1: Cheval au galop ”re´solu temporellement”. En 1872, le physiologiste E-J. Marey afffrime
que durant la course d’un cheval au galop, les jambes de ce dernier se soule`vent comple`tement du sol.
Pour valider cette hypothe`se, E. Muybridge a l’ide´e de re´aliser une se´quence de photographies d’un cheval
au galop. Les cliche´s obtenus permettent de valider la the´orie de E-J. Marey, sur les cliche´s 2 et 3, le
cheval de´colle du sol.
des liaisons chimiques [2], qui sont des phe´nome`nes se de´roulant a` l’e´chelle femtoseconde.
En 1999, le prix nobel de chimie a e´te´ de´cerne´ a` A.H. Zewail pour les travaux pre´curseurs
qu’il a re´alise´s dans ce domaine [1, 2, 4].
Pour re´soudre des phe´nome`nes physiques se de´roulant sur des e´chelles de temps encore
plus courtes que la femtoseconde, comme par exemple la dynamique des e´lectrons dans la
matie`re qui ope`re sur des dure´es de l’ordre de la centaine d’attosecondes (1as = 10−18s),
les lasers femtosecondes ne suffisent plus. Il est donc important de de´volopper d’autres
sources lumineuses. Depuis une vingtaine d’anne´e nombreux travaux de recherche ont e´te´
mene´s dans ce domaine, donnant lieu au de´veloppement de la science attoseconde [5].
Le proble`me lie´ au de´veloppement d’un ”laser attoseconde” re´side dans le fait que pour
produire des impulsions ultra-bre`ves, il est ne´cessaire de disposer d’une source lumineuse
ayant un spectre tre`s large. Dans la limite de Fourier, ou` ∆τ = 4 ln 2/∆ω, une impulsion
de dure´e τ = 100as, impose une largeur spectrale de ∆ω = 18eV (e´lectrons-volts). Les
pe´riodes optiques dans la gamme visible du spectre e´lectromagne´tique (~ω ∈ [1.5eV, 3eV ])
e´tant de l’ordre de la femtoseconde, cela signifie que le spectre d’une impulsion attoseconde
s’e´tend obligatoirement a` l’extreˆme ultra-violet ou au-dela`. Il est de´licat de de´velopper
des milieux permettant une amplification laser efficace dans cette gamme spectrale. Cela
explique, en partie, pourquoi a` ce jour il n’existe pas de laser attoseconde a` proprement
parler.
Le de´veloppement d’une source attoseconde repose donc aujourd’hui sur un tout autre
moyen : la ge´ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´ [6, 7, 8, 9]. Celle-ci a lieu lorsqu’un
Introduction 13


























Figure 2: Principe de la ge´ne´ration d’impulsions attosecondes par ge´ne´ration d’harmo-
niques. Lorsqu’une impulsion laser de fre´quence centrale ωL est focalise´e dans un milieu a` des intensite´s
I ≥ 1014W.cm−2, la re´ponse de ce milieu est fortement non line´aire et le champ apre`s interaction est forte-
ment distordu. Dans le domaine spectral, cette distortion correspond a` l’apparition de nouvelles fre´quences
dans le spectre du champ apre`s interaction. Comme la distortion est ge´ne´ralement pe´riodique, ces nou-
velles fre´quences correspondent aux harmoniques de la fre´quence incidente, on parle alors de ge´ne´ration
d’harmoniques d’ordre e´leve´. Lorsqu’on filtre une bande spectrale du spectre du champ apre`s interaction
(filtre repre´sente´), on obtient le champ filtre´ (en vert) qui correspond a` des impulsions attosecondes.
faisceau laser femtoseconde est focalise´ dans un syste`me (figure 2) a` des intensite´s suffi-
samment e´leve´es (I ≥ 1014W.cm−2). A ces intensite´s, la re´ponse du syste`me est fortement
non-line´aire et induit une distorsion temporelle du champ laser incident (figure 2). Cette
re´ponse e´tant ge´ne´ralement pe´riodique, la distorsion correspond, dans le domaine spec-
tral, a` la ge´ne´ration d’harmoniques de la fre´quence laser incidente (spectre en bas a` droite
sur la figure 2). Les ordres harmoniques ge´ne´re´s peuvent aller jusqu’a` plusieurs centaines
[10]. En se´lectionnant une bande spectrale de ce spectre d’harmoniques (filtre vert), on
peut, sous re´verve que la distorsion soit suffisamment bien localise´e dans le temps, obtenir
des impulsions dans la gamme attoseconde (champ filtre´). Comme la ge´ne´ration d’har-
moniques est un phe´nome`ne pe´riodique, les impulsions attosecondes sont ge´ne´re´es sous la
forme d’un train d’impulsions.
La ge´ne´ration d’harmoniques d’ordre e´leve´ est en phe´nome`ne qui a e´te´ mis en e´vidence
pour la premie`re fois sur cible solide par Carman et al en 1981 [11, 12], mais la possibi-
lite´ d’utiliser cette ge´ne´ration d’harmoniques pour descendre en dessous de la barrie`re de
la femtoseconde et ge´ne´rer des impulsions attosecondes n’a e´te´ propose´e qu’en 1992 par
Farkas et al [13], pour la ge´ne´ration d’harmoniques dans les gaz . Depuis, la ge´ne´ration














Figure 3: Mode`le en trois e´tapes de la ge´ne´ration d’harmoniques dans les gaz.
laser femtoseconde avec une cible gazeuse a` des intensite´s de l’ordre de 1014−1015W.cm−2.
Dans ce cas, le processus de ge´ne´ration des harmoniques peut eˆtre de´crit par le mode`le
en trois e´tapes de´veloppe´ par Corkum [14]. Ce mode`le est sche´matise´ sur la figure 3. Lors
de l’interaction du champ laser intense avec les atomes du gaz, il se produit une ionisa-
tion partielle de ces atomes par effet tunnel. Les e´lectrons provenant de cette ionisation
sont ensuite acce´le´re´s par le champ laser avant de se recombiner avec leur ion parent.
C’est durant cette recombinaison que se produit l’e´mission d’impulsions attosecondes.
Cette ge´ne´ration d’harmoniques permet aujourd’hui de produire des ordres harmoniques
de plusieurs centaines [10]. Les impulsions attosecondes de lumie`re correspondant a` ces
harmoniques ont pu eˆtre caracte´rise´es temporellement [8, 9, 15], graˆce a` des techniques
de mesures, telles que l’attosecond streak camera [16] ou FROG CRAB [17], de´veloppe´es
durant les dix dernie`res anne´es. Ces impulsions ont ainsi pu eˆtre utilise´es dans de nom-
breuses expe´riences permettant par exemple de re´soudre temporellement l’effet Auger [18]
ou l’ionisation tunnel d’atomes dans un champ laser intense [19]. L’e´tude de la ge´ne´ration
d’impulsions attosecondes ont permis e´galement de re´aliser des progre`s conside´rables dans
la compre´hension de l’interaction laser-atomes/mole´cules a` haute intensite´. La ge´ne´ration
de ces impulsions attosecondes est donc un phe´nome`ne bien compris et controˆle´ [20].
Paralle`lement a` cette approche, une autre me´thode de ge´ne´ration a e´te´ de´veloppe´e :
en focalisant une impulsion laser, non plus sur une cible gazeuse mais sur une cible solide,
a` des intensite´s I > 1016W.cm−2, il est e´galement possible de produire des harmoniques
d’ordre e´leve´ [21]. Certains re´sultats reporte´s a` ce jour ont permis, graˆce a` cette me´thode,
de ge´ne´rer des harmoniques jusque dans la feneˆtre de l’eau [22], suscitant ainsi un vif
inte´reˆt pour le de´veloppement d’une telle source. Les processus mis en jeu sont alors
entie`rement diffe´rents de celui de la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible gazeuse. Lors de
l’interaction de l’impulsion laser avec la cible solide, cette dernie`re est ionise´e, il se forme
alors un plasma tre`s dense a` la surface qui re´fle´chit le champ laser incident : on parle alors
de miroir plasma. Du fait de l’interaction fortement non-line´aire entre le laser et le plasma,
le champ re´fle´chi est compose´ d’harmoniques d’ordre e´leve´. Les objectifs principaux de
l’e´tude de ce rayonnement lumineux sont similaires a` ceux de l’e´tude des harmoniques
Introduction 15
ge´ne´re´es dans les gaz : d’une part, la compre´hension l’interaction laser-plasma a` ultra-
haute intensite´, et d’autre part le de´veloppement de sources XUV attoseconde.
Les me´canismes de ge´ne´ration ont e´te´ identifie´s au cours de la dernie`re de´cennie,
si bien que lorsque j’ai de´bute´ ma the`se ils e´taient relativement bien compris [21, 23,
24, 25, 26, 27]. A des e´clairements de l’ordre de 1016W.cm−2, des oscillations plasmas
e´lectroniques a` l’inte´rieur du plasma sont excite´es par un pic d’e´lectrons e´nerge´tiques
qui traverse le plasma. Ces oscillations e´mettent ensuite une impulsion attoseconde a`
chaque cycle optique, on parle d’e´mission cohe´rente de sillage (Coherent Wake Emission :
CWE). Lorsque l’intensite´ laser de´passe 1018W.cm−2, les e´lectrons a` la surface du plasma
oscillent a` des vitesses relativistes, induisant une distorsion du champ laser re´fle´chi par
effet Doppler. On parle alors d’e´mission par le me´canisme du miroir oscillant relativiste
(Relativistic Oscillating Mirror : ROM).
Cependant, peu d’e´tudes quantitatives, expe´rimentales, permettant de comprendre
et de controˆler les proprie´te´s des harmoniques, telles que l’efficacite´ de ge´ne´ration et la
divergence des harmoniques, avaient e´te´ mene´es. De telles e´tudes sont cruciales en vue
du de´veloppement d’une source attoseconde/XUV, base´e sur la ge´ne´ration d’harmoniques
sur cible solide, stable et utilisable pour des expe´riences d’applications.
Durant ma the`se, essentiellement expe´rimentale, au sein du groupe Physique a` Haute
Intensite´ du CEA Saclay, nous nous sommes inte´resse´s a` la carate´risation spatiale du
faisceau harmonique, ainsi qu’a` l’optimisation des proprie´te´s de la source harmonique. En
de´veloppant de nouvelles me´thodes de mesure nous avons pu de´terminer, pour la premie`re
fois, les proprie´te´s spatiales des harmoniques et nous sommes maintenant capables de les
controler finement. Les travaux que nous avons mene´s nous ont e´galement permis d’obtenir
des informations sur la dynamique e´lectronique et ionique du plasma.
Dans la premie`re partie de ce manuscrit, apre`s avoir introduit les notions essen-
tielles de l’interaction laser-plasma, nous pre´senterons les me´canismes de la ge´ne´ration
d’harmoniques sur miroir plasma : CWE et ROM. Nous illustrerons les principes de
cette ge´ne´ration d’harmoniques en pre´sentant de`s cette premie`re partie une se´lection des
re´sultats expe´rimentaux et nume´riques que nous avons obtenus.
La seconde partie permettra de pre´senter la chaˆıne laser UHI 100 sur laquelle nous
avons re´alise´ nos diffe´rentes campagnes expe´rimentales. Nous de´crirons ensuite les diag-
nostics, montages expe´rimentaux, et moyens nume´riques que nous utilisons pour e´tudier
la ge´ne´ration d’harmoniques.
Expe´rimentalement, nous nous sommes inte´resse´s dans un premier temps, a` l’opti-
misation du signal harmonique, puis a` la carate´risation spatiale en champ lointain du
faisceau harmonique (divergence des harmoniques). Ces re´sultats sont pre´sente´s dans la
troisie`me partie de ce manuscrit. Si la caracte´risation et le controˆle de ces proprie´te´s
sont des points importants pour le de´veloppement de la source, nous verrons e´galement
que ces re´sultats permettent une meilleure compre´hension de l’interaction laser-plasma
a` ultra-haute intensite´. Ils nous ont notamment permis d’obtenir des informations cru-
ciales sur les dynamiques e´lectronique et ionique du plasma, de´montrant ainsi qu’il est
possible d’utiliser les harmoniques comme un diagnostic de l’interaction laser-plasma [28].
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Avec un nombre croissant d’installations laser de classe terawatt et petawatt, ces re´sultats
pre´sentent une avance´e majeure dans la physique ultra-bre`ve a` ultra-haute intensite´.
En nous inspirant des re´cents travaux effectue´s dans le domaine des harmoniques
ge´ne´re´es dans les gaz [29, 30, 31, 32, 33], nous avons e´galement mis en place de nouvelles
expe´riences permettant d’effectuer des mesures jusque la` irre´alisables. Nous pre´sentons
dans la quatrie`me partie de ce manuscrit une me´thode comple`tement optique permettant
de structurer un plasma in-situ. En tirant partie des proprie´te´s de l’expansion d’un plasma,
nous avons, en effet, pu cre´er in-situ des re´seaux plasmas transitoires, que nous avons
ensuite exploite´s pour re´aliser les premie`res mesures ptychographiques a` des intensite´s de
∼ 1019W.cm−2, permettant de mesurer entie`rement, pour la premie`re fois, les proprie´te´s
spatiales des harmoniques (taille de source et phase) dans le plan de leur ge´ne´ration .
Nous terminerons, dans la cinquie`me partie, par l’e´tude de l’effet phare attoseconde qui
permet de ge´ne´rer plusieurs impulsions attosecondes isole´es angulairement [34, 35]. Apre`s
en avoir brie`vement de´taille´ le principe, nous pre´senterons les re´sultats expe´rimentaux et
discuterons enfin de l’utilisation de l’effet phare attoseconde pour mesurer certaines des
proprie´te´s temporelles du train attoseconde. Nous conclurons en de´veloppant certaines des
perspectives ouvertes par ces travaux, comme la caracte´risation temporelle des impulsions
attosecondes en utilisant un phare attoseconde ultra-rapide.
Les re´sultats obtenus au cours de cette the`se ont mene´ a` un certain nombre de pu-
blications, dont les re´fe´rences sont pre´sente´es ci-apre`s. Les principales publications sont
regroupe´es a` la fin de ce manuscrit.
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Ge´ne´ration d’harmoniques sur cible




Pre´ludes a` la ge´ne´ration
d’harmoniques sur cible solide
Nous allons dans ce chapitre introduire succintement la notion de plasma, de pulsation
plasma, de gradient de densite´ et e´tudier dans quelles circonstances un plasma peut
re´fle´chir une onde e´lectromagne´tique, puis nous e´tudierons brie`vement l’effet Brunel. Ces
diffe´rentes notions constituent la base de la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide et
seront utilise´es dans tout ce manuscrit.
1.1 Notion de plasma
Lorsqu’une impulsion laser ultra-courte est focalise´e sur une cible solide de manie`re a`
obtenir des e´clairements supe´rieurs a` 1012W.cm−2, la cible est ionise´e et se transforme
ainsi en un plasma. Au sein de ce plasma s’e´tablit un gradient de densite´ (figure 1.1),
re´sultant de l’expansion hydrodynamique du plasma. Dans ce manuscrit, on utilisera
soit l’e´clairement direct, soit l’e´clairement normalise´ : a20 = Iλ
2
L/I0, avec I0 = 1.37 ×
1018W.cm−2. L’e´clairement normalise´ sera toujours donne´ pour une longueur d’onde de
800nm, qui correspond aux caracte´ristiques de notre laser.
Conside´rons tout d’abord que ce plasma est neutre, unidimensionnel, homoge`ne et que
son e´volution est entie`rement gouverne´e par les e´lectrons, les ions qui eux sont beaucoup
plus lourds peuvent eˆtre conside´re´s comme immobiles. Si l’on vient perturber ce plasma
de manie`re a` ce que les e´lectrons inialement a` une position z0 se retrouvent de´place´s d’une
quantite´ ξ(t), le champ e´lectrique re´sultant de la se´paration de charge entre les ions et
les e´lectrons va tendre a` ramener les e´lectrons dans leur position initiale. En inte´grant
l’e´quation de Poisson entre −∞ et z(t) = z0 + ξ(t), on obtient, en supposant que les





avec ne la densite´ e´lectronique, e la charge e´lectronique, 0 la constante die´lectrique du
vide. On peut alors e´crire l’e´quation du mouvement des e´lectrons :
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Figure 1.1: Profil de densite´ d’un plasma cre´e´ par un laser femtoseconde intense. Lorsque le
laser est focalise´ suffisamment fort (I > 1012W.cm−2), la cible est ionise´e et se transforme en un plasma.
Le plasma sur-critique re´fle´chit le laser incident. A la surface de la cible se forme un gradient de densite´










la fre´quence plasma et me la masse des e´lectrons. D’apre`s l’e´quation 1.2, la perturbation
d’e´quilibre d’un plasma entraˆıne un de´placement collectif des e´lectrons. Ceux-ci vont
osciller a` une fre´quence ωp qui de´pend du milieu ou` a lieu l’interaction laser-plasma. Nous
verrons dans la partie 2 que cela joue un roˆle primordial dans la ge´ne´ration d’harmoniques
par e´mission cohe´rente de sillage.
1.2 Gradient de densite´
A cause de l’expansion hydrodynamique du plasma, il s’e´tablit au sein de ce dernier un
gradient de densite´. Nous conside´rerons toujours dans ce manuscrit un gradient de densite´
e´lectronique ne(z) exponentiel (figure 1.1) :
ne(z) = ne0 exp (z/L) (1.4)
ou` ne0 correspond a` la densite´ e´lectronique la plus e´leve´e du plasma et z la composante
normale a` la cible (z est ne´gatif vers le vide et positif croissant vers la cible). L est la
longueur de gradient. Nous verrons dans les prochaines parties que L joue un roˆle crucial
dans la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide. Nous nous inte´ressons particulie`rement
a` des longueurs de gradient variant entre λ/100 et λ/10.
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1.3 Re´ponse d’un plasma a` une onde e´lectromagne´tique
Il est maintenant inte´ressant de voir sous quelles conditions un plasma va eˆtre capable de
re´fle´chir la lumie`re. Supposons que l’onde e´lectromagne´tique incidente se propage dans le
vide (z < 0) et arrive sur un plasma (z > 0), initialement homoge`ne, en incidence normale.




















J est la densite´ volumique de courant et ρ la densite´ de charge. A partir du principe
fondamental de la dynamique et en supposant que la dynamique du plasma n’est pas
relativiste, on obtient pour une onde e´lectromagne´tique de pulsation ωL la relation de





D’apre`s cette e´quation, si une onde a une fre´quence ωL supe´rieure a` la fre´quence plasma
ωp, le vecteur d’onde k est re´el, cela signifie qu’une telle onde se propage a` l’inte´rieur du
plasma. Si en revanche elle a une fre´quence ωL infe´rieure a` la fre´quence plasma ωp, le
vecteur d’onde est purement imaginaire, ce qui signifie que l’onde est e´vanescente dans le
plasma : elle ne peut s’y propager. Par conse´quent, une onde a` cette fre´quence arrivant
depuis le vide sur un tel plasma est re´fle´chie.
Ainsi, pour qu’un plasma se comporte comme un miroir, il faut que sa fre´quence plasma
soit supe´rieure a` la fre´quence de l’impulsion laser incidente. Cela signifie que le faisceau
laser est re´fle´chi autour d’une position z particulie`re, pour laquelle la densite´ e´lectronique










Un plasma est dit sous-critique lorsque sa densite´ e´lectronique est infe´rieure a` la densite´
critique. Dans le cas contraire, il est sur-critique. Le faisceau laser incident est donc
toujours re´fle´chi par le plasma sur-critique, la` ou` la densite´ vaut nc (point noir sur la
figure 1.1). Pour la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide, on utilise ge´ne´ralement des
cibles en silice, dans ce cas ne ' 400nc, ou des cibles en plastique : ne ' 200nc, si bien
que le plasma est largement sur-critique et peut re´fle´chir le laser incident.
1.4 Effet Brunel
Maintenant que nous connaissons les pre´mices de la cre´ation d’un miroir plasma, nous al-
lons nous inte´resser a` l’interaction entre ce plasma et le champ laser. Nous allons pre´senter
un effet qui joue un roˆle majeur dans la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide : l’effet
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Brunel [37, 38]. Conside´rons le cas d’une onde plane de polarisation p se propageant en
incidence oblique θ 6= 0 vers la surface. Comme nous venons de le voir, cette onde ne va
quasiment pas se propager a` l’inte´rieur du plasma, le champ e´lectrique y est donc nul. Cela
signifie que les e´lectrons e´crantent comple`tement le champ. Le champ total EL vu par les
e´lectrons en surface du plasma est e´gal a` la somme du champ incident Ei et du champ
re´fle´chi Er, soit EL = 2 sin θ|Ei|, en supposant, pour simplifier, une re´flexion parfaite :
|Ei| = |Er|.
Figure 1.2: Sche´ma du mouvement des e´lectrons de Brunel et simulation particulaire a`
l’aide du code EUTERPE. (a,d,g) Sche´ma de principe de l’acce´le´ration des e´lectrons de Brunel par
le champ laser incident a` diffe´rents instants dans le cycle laser. (b,c,e,f,h,i) Espace des phases (z, pz) des
e´lectrons de la simulation EUTERPE. Les e´lectrons en rouge repre´sentent les e´lectrons de Brunel.
Sur la figure 1.2, on a trace´ la distribution des e´lectrons dans l’espace des phases (z, pz).
Dans cette distribution, une impulsion pz > 0 correspond a` des e´lectrons qui se de´placent
vers le plasma et une impulsion pz < 0 a` des e´lectrons qui se de´placent vers le vide. Graˆce
a` cette figure, on peut re´sumer le me´canisme de Brunel en trois e´tapes :
1. Lorsque le champ laser EL est positif (premie`re ligne de la figure), une partie des
e´lectrons est tire´e depuis le plasma vers le vide. Ces e´lectrons sont soumis a` deux
forces qui s’opposent : le champ laser qui tend a` les e´loigner du plasma et le champ
de rappel purement e´lectrostatique exerce´ par les ions, qui tend lui a` ramener les
e´lectrons vers le plasma.
2. Quand le champ laser commence a` de´croˆıtre (deuxie`me ligne), la force exerce´e par
les ions devient pre´ponde´rante et une partie des e´lectrons commence alors a` revenir
vers le plasma.
3. Lorsqu’ensuite le champ laser EL change de signe (troisie`me ligne), la force impose´e
par le laser aux e´lectrons se combine a` la force de retour e´lectrostatique exerce´e
par les ions et ainsi pousse une partie des e´lectrons vers l’inte´rieur du plasma. Une
1.4. EFFET BRUNEL 25











































Figure 1.3: Trajectoires des e´lectrons de Brunel. (a) Trajectoires z(t) des e´lectrons de Brunel
calcule´es a` partir du mode`le pre´sente´ dans la partie 2.4. (b) Vitesse de retour des e´lectrons en fonction
de l’instant ti auquel ils ont e´te´ arrache´s au plasma. (c) Instant de retour tr des e´lectrons dans le plasma
en fonction de ti. (d) Vitesse de retour vr des e´lectrons en fonction de leur instant de retour tr.
fois dans le plasma dense, les e´lectrons ne ressentent plus l’effet du champ laser et
traversent le plasma a` la vitesse acquise sous l’effet du champ laser dans le vide.
On a trace´ sur la figure 1.3a, les trajectoires z(t) des e´lectrons de Brunel, issues d’un
mode`le tre`s simple [39]. Les premiers e´lectrons arrache´s au plasma (bleu clair) ne re-
viennent pas vers le plasma sur l’e´chelle de temps conside´re´ [0−1.5TL] (avec TL la pe´riode
laser). En revanche, les e´lectrons qui sont arrache´s plus tard (bleu plus fonce´, a` partir de
la trajectoire noire) retournent vers le plasma avec une vitesse de retour vr qui de´pend de
l’instant ti auquel ils ont e´te´ arrache´s au plasma. On a trace´ sur le panneau (b) la vitesse
de retour vr en fonction de l’instant ti. A partir de ti > 0.065TL, partie non hachure´e
de la courbe, les e´lectrons arrache´s le plus toˆt subissent plus longtemps l’effet du champ
laser et acquie`rent dans le vide une vitesse vr plus e´leve´e. D’apre`s la figure 1.3c, ou` on a
trace´ l’instant de retour tr des e´lectrons en fonction de ti, les premiers e´lectrons arrache´s
au plasma retournent vers le plasma en dernier. Cela signifie que les premiers e´lectrons
qui reviennent vers le plasma ont une vitesse plus faible que les e´lectrons qui y reviennent
plus tard, comme on peut le voir sur la figure 1.3d, ou` on a trace´ la vitesse de retour vr
des e´lectrons en fonctions de leur instant de retour tr. Ainsi les derniers e´lectrons a` retour-
ner vers le plasma vont rattraper les premiers e´lectrons a` l’inte´rieur du plasma et former
un pic de densite´ e´lectronique. Les trajectoires e´lectroniques se croisent ine´vitablement
a` l’inte´rieur du plasma et les lieux de croisement se de´placent le long d’une caustique
(traits pointille´s rouges sur le panneau (a)), qui correspond a` la trajectoire du pic de
densite´ e´lectronique. Nous verrons dans le prochain chapitre le roˆle de ce croisement des
trajectoires e´lectroniques dans la ge´ne´ration d’harmoniques.
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Dans cette discussion nous avons conside´re´ uniquement la partie non hachure´e des diffe´-
rentes courbes, soit ti > 0.065TL, car pour ti < 0.065TL, les e´lectrons arrache´s le plus toˆt
au plasma ont une vitesse plus faible que ceux qui sont arrache´s plus tard. Ils ne peuvent
pas se croiser a` l’inte´rieur du plasma et ne contribuent donc pas a` la formation du pic de
densite´. Ils ne perturbent donc quasiment pas l’e´quilibre du plasma en comparaison des
e´lectrons arrache´s au plasma a` ti > 0.065TL. Or c’est de cette perturbation que naˆıt la
ge´ne´ration d’harmoniques par e´mission cohe´rente de sillage [39, 40, 21]. Nous allons donc
maintenant e´tudier le roˆle de l’effet Brunel dans la ge´ne´ration d’harmoniques et pre´senter
les deux me´canismes de ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide.
Chapitre 2
Emission cohe´rente de sillage
Les harmoniques ge´ne´re´es par e´mission cohe´rente de sillage, dites harmoniques CWE, ont
e´te´ de´couvertes en 2006 par F. Que´re´ et C. Thaury, dans une campagne d’expe´riences
visant a` e´tudier les harmoniques ROM. Ils ont re´alise´ l’expe´rience sur le laser LUCA
de l’IRAMIS. Ce laser permet d’atteindre les e´clairements requis (I > 1018W.cm−2)
ne´cessaires a` la ge´ne´ration d’harmoniques relativistes [40, 41]. Malheureusement, a` cause
du contraste temporel du laser il e´tait impossible de de´passer des e´clairements de ∼
1016W.cm−2, ce qui est normalement insuffisant pour ge´ne´rer des harmoniques relativistes.
Mais contre toute attente, ils ont observe´ le spectre harmonique pre´sente´ sur la figure 2.1.
Etant donne´ la gamme d’e´clairement, il ne pouvait s’agir d’harmoniques relativistes, ils
ont donc e´tudie´ ce nouveau me´canisme de ge´ne´ration. Comme nous le verrons, dans ce
me´canisme, ce sont les e´lectrons de Brunel (1.4), qui excitent des oscillations plasma,
qui sont responsables de la ge´ne´ration d’harmoniques. Ils ont donc de´cide´ de le baptiser
CWE pour Coherent Wake Emission. Nous nous attachons dans ce chapitre a` pre´senter
le me´canisme CWE, qui est maintenant devenu un me´canisme courant de la ge´ne´ration
d’harmoniques dans la gamme d’e´clairement 1016−1018W.cm−2. Certains groupes comme
celui de W. Leemans a` Berkeley e´tudient les harmoniques CWE afin de les utiliser comme
injecteur de laser a` e´lectrons libres miniatures [42].
2.1 Me´canisme d’e´mission CWE
L’e´mission cohe´rente de sillage (figure 2.2) est le me´canisme dominant la ge´ne´ration
d’harmoniques a` bas e´clairement (1015W.cm−2 − 1018W.cm−2) [40, 21, 27]. L’e´mission
d’harmoniques a lieu a` l’inte´rieur du gradient de densite´ plasma. Les e´lectrons de Brunel
(dont les trajectoires sont repre´sente´es en bleu sur la figure 2.2) sont arrache´s au plasma,
durant la premie`re partie du cycle optique, sous l’effet du champ laser intense, puis sont
renvoye´s, apre`s leur excursion dans le vide, vers le plasma lorsque le champ laser change
de signe (seconde partie du cycle optique).
Comme dans la premie`re partie du cycle optique le champ laser augmente, les e´lectrons
qui sont arrache´s les premiers au plasma (e1, trajectoire orange sur la figure 2.2) subissent
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Figure 2.1: Premier spectre CWE. Spectre harmonique obtenu sur le laser LUCA avec un e´clairement
de 3× 1016W.cm2. Figure extraite de la the`se de C. Thaury [40].
plus longtemps l’influence du champ laser dans le vide (partie non hachure´e des courbes
de la figure 1.3), et ont ainsi une excursion hors du plasma qui est plus grande que celle
des derniers e´lectrons arrache´s au plasma (e2, trajectoire verte). On comprend donc les
e´lectrons e1 retournent vers le plasma avec une vitesse plus grande que les e´lectrons e2 (cf.
figure 1.3b). Par conse´quent, les trajectoires de tous les e´lectrons arrache´s au plasma se
croisent ine´vitablement a` l’inte´rieur du gradient plasma et forment une caustique (poin-
tille´s jaunes sur la figure 2.2). Ils forment ainsi un pic de densite´ e´lectronique qui se propage
a` l’inte´rieur du gradient plasma suivant la trajectoire donne´e par la caustique et excite des
oscillations plasma a` la fre´quence plasma locale ωp(z). Ces oscillations plasma e´mettent
une onde lumineuse a` la fre´quence ωp(z), par conversion de mode line´aire pendant une
dure´e tre`s courte, dans la direction spe´culaire au laser incident.
2.2 Caracte´ristiques de l’e´mission CWE
Une des caracte´ristiques majeures de l’e´mission CWE re´side dans la fre´quence de coupure
du spectre harmonique ge´ne´re´ [21, 27, 26]. Cette fre´quence de coupure correspond a` la
fre´quence plasma la plus e´leve´e qui puisse exister dans le plasma. Cette fre´quence ωmaxp
va correspondre a` la fre´quence obtenue a` la densite´ e´lectronique ne = ne0 la plus e´leve´e ou`







Nous avons repre´sente´, sur la figure 2.3, deux spectres harmoniques CWE obtenus expe´ri-
mentalement durant ma the`se, avec le laser UHI100, sur une cible en silice (a) et sur
une cible en plastique (b). Ces spectres sont en excellent accord avec ceux mesure´s dans
[40, 21, 27, 26]. Sur la figure 2.3, on voit clairement que la fre´quence de coupure n’est pas
























 de e1 et e2
Figure 2.2: Principe de l’e´mission cohe´rente de sillage. (a) Carte de variation de densite´
e´lectronique. Les e´lectrons, dont les trajectoires sont repre´sente´es en bleu, sont arrache´s au plasma par le
laser puis retournent vers le plasma sous l’effet du champ laser oscillant. Les trajectoires des e´lectrons se
croisent et forment une caustique (pointille´s jaunes), les e´lectrons forment un pic de densite´ e´lectronique
qui se propage le long de cette caustique et excitent des oscillations plasmas qui e´mettent une impulsion
attoseconde par conversion de mode line´aire. Ce processus se re´pe´te a` chaque cycle optique. Le cycle
CWE est de´taille´ sur le panneau (b). Le champ laser sur une pe´riode laser TL est repre´sente´e par la
sinuso¨ıde (courbe verte-mauve-rouge), la trajectoire de certains des e´lectrons de Brunel est repre´sente´e
en bleu, orange pour la trajectoire e1 et verte pour e2. A l’instant ti, les e´lectrons sont arrache´s au plasma,
a` tr ils retournent a` l’inte´rieur du plasma et se propagent dans le plasma avec la vitesse vr qu’ils ont
acquisent dans le vide sous l’effet du champ laser, a` tc ils se croisent a` l’inte´rieur du plasma et excitent
une oscillation plasma.
la meˆme, elle se situe vers ω ' 20ωL dans le cas de la silice ou` ne0 = 400nc, alors qu’elle
vaut ω ' 15ωL dans le cas d’une cible en plastique ou` ne0 = 200nc.
2.3 De´rive de fre´quence femtoseconde et phase spec-
trale
Une autre caracte´ristique des harmoniques CWE est lie´e a` la structure temporelle du
train d’impulsions attosecondes qui y est associe´. Pour comprendre ce phe´nome`ne, nous
avons trace´ sur la figure 2.4 la trajectoire de 50 e´lectrons, pour deux amplitudes laser
diffe´rentes : a0 = 0.1 en (a) et a0 = 0.2 en (b). Cette figure montre que la caustique pour
deux amplitudes diffe´rentes a une allure exactement identique mais une pente totalement
diffe´rente.
La pente de la caustique (traits pointille´s rouges) en (a) est plus faible que celle de la
caustique en (b). La caustique en (a) passe a` la profondeur z = 0.1λL a` un instant
t = 1.4TL alors qu’elle passe en z = 0.1λL en t = 1.1TL dans le cas (b). Donc l’oscillation
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Figure 2.3: Exemple de spectre d’harmoniques CWE. Spectres d’harmoniques CWE obtenus
expe´rimentalement durant ma the`se, avec UHI100 sur une cible en silice (a) et sur une cible plastique
(b).
plasma a` la profondeur z = 0.1λ est excite´e plus tard dans le cas (a) que dans le cas (b).
Si maintenant on conside`re une impulsion laser re´elle, l’amplitude laser varie d’un cycle a`
l’autre a` cause de son profil temporel (figure 2.5a). Ainsi a` chaque cycle optique, l’ampli-
tude laser est diffe´rente, et donc la pente de la caustique est diffe´rente (figure 2.5b). Par
conse´quent, l’instant d’excitation d’une oscillation plasma a` une profondeur z donne´e va-
rie d’un cycle optique a` l’autre (∆t1 > ∆t2 sur la figure 2.5b). Or l’instant d’e´mission des
impulsions attosecondes est directement relie´ a` l’instant d’excitation de l’onde plasma. On
comprend alors que le profil temporel de l’amplitude laser va avoir une grande influence
sur la structure temporelle du train.
D’apre`s la figure 2.4 et la figure 2.5b, au cours d’un cycle optique, l’e´mission d’harmo-
niques va avoir lieu d’autant plus toˆt que l’amplitude est e´leve´e. Au de´but de l’impulsion
laser l’amplitude augmente (t < 0), ce qui re´duit le de´lai d’e´mission entre deux impul-

































Figure 2.4: Trajectoires des e´lectrons de Brunel. Trajectoires de 50 e´lectrons, obtenues pour une
amplitude laser de a0 = 0.1 en (a) et a0 = 0.2 en (b). La diffe´rence de pente entre les deux caustiques
me`ne a` une e´mission d’harmoniques a` la fre´quence ωp(z) a` des instants diffe´rents au sein d’un cycle
optique. Elle va eˆtre e´mise plus toˆt dans le cas (b) ou` la pente de la caustique est plus forte.






























































Figure 2.5: Structure temporelle du train d’impulsions attosecondes CWE. (a) Profil temporel
de l’impulsion laser, a` chaque cycle optique (mate´rialise´ par des pointille´s de couleur diffe´rente), l’ampli-
tude laser est diffe´rente. (b) Trajectoires du pic de densite´ e´lectronique (caustique) a` l’inte´rieur du plasma
a` chaque cycle optique de l’impulsion (a). (c) Temps d’e´mission des impulsions CWE, obtenus a` partir
du mode`le pre´sente´ en 2.4, pour une longueur de gradient L = λ/50. (d) Trains d’impulsions CWE. La
pe´riode ∆t entre deux impulsions successives ne cesse d’augmenter, elle est infe´rieure a` la pe´riode laser
TL au de´but du train et est supe´rieure a` TL a` la fin du train, ce qui correspond a` un chirp femtoseconde
des harmoniques CWE.
sions conse´cutives, il est alors infe´rieur a` la pe´riode laser TL (figure 2.5d). Au voisinage de
l’instant ou` l’amplitude laser est maximale (t ∈ [−1, 1]) le de´lai d’e´mission entre deux im-
pulsions conse´cutives ne varie quasiment pas puisque l’amplitude est alors quasi constante
d’un cycle optique a` l’autre. Les caustiques du cycle 6 (courbe jaune) et 7 (courbe rouge)
sur la figure 2.5b sont quasiment identiques. Le de´lai d’e´mission vaut alors exactement la
pe´riode laser TL. A la fin de l’impulsion laser (t > 0), l’amplitude laser diminue d’un cycle
a` l’autre, ce qui augmente le de´lai d’e´mission, il est alors supe´rieur a` TL (figure 2.5d). Le
train d’impulsion attoseconde est donc ape´riodique et la pe´riode augmente au cours du
temps (figure 2.5d). Si on trace la variation de l’instant d’e´mission en fonction du cycle
optique, on obtient la figure 2.5c. La structure en U te´moigne de l’ape´riodicite´ du train
attoseconde [39, 40, 43, 44]. Si ce train e´tait pe´riodique, la courbe serait plate.
Cet e´cart a` la pe´riodicite´ temporelle modifie la phase spectrale des harmoniques [39, 40, 43,
44]. En effet, dans le domaine spectral, les impulsions ge´ne´re´es durant la premie`re partie
du train auront un spectre compose´ d’harmoniques e´mises a` n(1 + )ωL, alors que les
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impulsions ge´ne´re´es durant la deuxie`me partie du train auront un spectre d’harmoniques
e´mises a` n(1 − )ωL. Autrement dit la fre´quence de ge´ne´ration des harmoniques varie
d’un cycle a` l’autre, elle de´rive continuˆment entre les deux valeurs limites, on dit que les
harmoniques sont ”chirpe´es”. Cela a pour effet d’e´largir les harmoniques spectralement
[43]. Si on regarde la figure 2.6a, ou` on a repre´sente´ le spectre re´solu angulairement
d’impulsions CWE ge´ne´re´e avec le laser UHI100 (au meilleur de sa compression), on
voit qu’effectivement les harmoniques sont tre`s larges. Il a e´te´ montre´ que la ge´ne´ration
d’harmoniques larges spectralement est duˆ uniquement a` l’ape´riodicite´ du train [40, 21, 43]
Cet effet du chirp (ne´gatif) femtoseconde peut eˆtre compense´ en introduisant du chirp,
dans le sens contraire (chirp positif), sur le laser incident. Cela permet de re´duire conside´-
rablement la largeur spectrale des harmoniques CWE comme de´montre´ dans [43]. En
effet, en chirpant le laser, la pe´riode laser TL va varier d’un cycle optique a` l’autre. Cela
va permettre de modifier les instants d’e´mission des diffe´rentes impulsions et ainsi en
choisissant le bon chirp, celui qui va exactement compenser le chirp des harmoniques
CWE, on sera capable de ge´ne´rer un train d’impulsions attosecondes CWE parfaitement
pe´riodique. Nous avons a` nouveau re´alise´ ces mesures durant ma the`se et pre´sentons ces
re´sultats sur la figure 2.6. On ge´ne`re des harmoniques qui sont plus fines spectralement
lorsqu’on chirp l’impulsion laser incidente (b) que lorsqu’aucun chirp n’a e´te´ introduit (a).
Maintenant que nous connaissons les principales caracte´ristiques CWE, nous allons voir
comment cette e´mission a e´te´ mode´lise´e et comment graˆce a` cette mode´lisation on peut
pre´dire a` la fois les proprie´te´s spectrales et spatiales des harmoniques CWE en calcu-
lant analytiquement les temps d’e´mission des impulsions attosecondes. C’est avec cette
mode´lisation que nous avons obtenu la figure 2.5. Elle sera e´galement utilise´e dans les
parties III et V de ce manuscrit.























Figure 2.6: Effet du chirp femtoseconde du train d’impulsions attosecondes CWE sur le
spectre harmonique. (a) Spectre harmonique obtenu avec UHI100 lorsque le laser est au meilleur de sa
compression temporelle. On remarque que les harmoniques sont tre`s larges a` cause du chirp femtoseconde
du train d’impulsions attosecondes CWE. (b) Spectre harmonique obtenu exactement dans les meˆmes
conditions sauf que maintenant le laser incident a e´te´ chirpe´ positivement. La largeur spectrale des
harmoniques a e´te´ conside´rablement re´duite, le chirp induit sur le laser a compense´ le chirp femtoseconde
du train d’impulsions attosecondes.
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2.4 Mode´lisation des harmoniques CWE
Le mode`le pre´sente´ ici a e´te´ de´veloppe´ par A. Malvache durant sa the`se au laboratoire
d’Optique Applique´ (LOA) [39]. Nous en reprenons ici les grandes lignes, car il nous
sera utile dans la partie III lorsque nous interpre´terons les re´sultats expe´rimentaux que
nous avons obtenu durant ma the`se. Nous pre´sentons tout d’abord brie`vement comment
on obtient analytiquement les temps d’e´mission, puis comment a` partir de ces temps
d’e´mission on est capable de calculer le champ attoseconde, et ensuite de calculer d’une
part les proprie´te´s temporelles (ou spectrales) du train attoseconde et d’autres part les
proprie´te´s spatiales des harmoniques CWE. Pour plus de de´tail, on pourra se rapporter a`
[39] ou a` [44].
2.4.1 Obtention des temps d’e´mission
L’instant d’e´mission te a` l’inte´rieur d’un cycle optique est lie´ a` trois parame`tres (figure
2.2b) : (i) l’instant ti auquel les e´lectrons sont arrache´s au plasma par le laser incident, qui
conditionne (ii) leur instant de retour tr et (iii) leur vitesse de retour vr dans le plasma.
La vitesse de retour des e´lectrons dans le plasma vr(tr) de´termine la trajectoire du pic
de densite´ qui se propage a` l’inte´rieur du gradient plasma (caustique de la figure 2.2a)
et ainsi le temps mis par les e´lectrons de Brunel pour traverser le gradient de densite´
jusqu’au point z de ge´ne´ration de la radiation lumineuse a` la fre´quence ωp(z).
L’instant de croisement tc des e´lectrons a` l’inte´rieur du plasma est tre`s proche de l’instant
d’e´mission te des impulsions attosecondes. On suppose dans le mode`le que l’e´cart entre te
et tc est inde´pendant de l’amplitude laser. Ainsi si on de´termine la de´pendance de tc en
fonction des diffe´rents parame`tres d’interaction (amplitude laser, longueur de gradient),
on peut connaˆıtre l’instant d’e´mission des impulsions attosecondes.
Comme de´crit par Brunel [37], a` la surface du plasma, les e´lectrons subissent a` la fois
l’effet du champ e´lectrique exerce´ par le laser EL et celui du champ e´lectrostatique exerce´





= −e(EL + ES) (2.2)
avec me la masse des e´lectons. En faisant l’hypothe`se que les e´lectrons ne se doublent pas
dans le vide, le champ e´lectrostatique ES pour un e´lectron donne´ est constant au cours
du temps et oppose´ au champ laser a` l’instant ti ou` les e´lectrons sont arrache´s au plasma
[37]. On a alors :
ES = −EL(ti) (2.3)
On peut a` partir des deux e´quations pre´ce´dentes calculer la trajectoire et la vitesse des
e´lectrons [37]. Sachant qu’a` tr les e´lectrons passent a` la coordonne´e z = 0, on peut aise´ment
calculer cet instant tr ainsi que la vitesse de retour vr des e´lectrons. Puis une fois que
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les e´lectrons sont retourne´s dans le plasma, ils ne ressentent plus l’effet du champ laser
[37] et se propagent ainsi line´airement a` l’inte´rieur du plasma a` la vitesse vr. Pour que
les e´lectrons excitent efficacement une oscillation plasma a` la position z, il faut qu’il y
ait un grand nombre de trajectoires commenc¸ant autour de l’instant ti qui converge au
meˆme point z a` l’instant tc. Mathe´matiquement, cela signifie qu’il faut que l’instant de




Cela donne un syste`me de plusieurs e´quations a` re´soudre. En re´solvant ce syste`me, on
obtient la formule suivante, donnant les temps d’e´mission en fonction des parame`tres de
l’interaction [44] :







ou` te(n, ω) est l’instant d’e´mission au cycle optique n de l’harmonique e´mise a` ω, a0 est
l’amplitude laser, λL la longueur d’onde du laser, θ l’angle d’incidence. zω correspond a`
la profondeur a` laquelle est ge´ne´re´e l’harmonique a` la fre´quence ω. Dans le cas d’un profil
de densite´ exponentiel zω s’e´crit :




avec L la longueur de gradient, et ωL la pulsation laser. Cette formule a e´te´ obtenue pour
une amplitude laser a0 constante. Nous allons maintenant voir comment cette formule est
modifie´e lorsqu’on prend en compte le profil temporel de l’impulsion laser.
2.4.2 Aspect temporel
Pour prendre en compte le profil temporel de l’impulsion laser, il suffit de remplacer a0
par a0(t) dans la formule 2.5. Dans le cas d’une impulsion laser Gaussienne de dure´e τ
a` mi-hauteur (exprime´e en pe´riode laser), on obtient la formule suivante pour les temps
d’e´mission de l’harmonique e´mise a` ω, au cycle optique n :








ou` σ = τ/2
√
ln 2. Graˆce a` la formule 2.7, nous sommes maintenant capables de construire





avec an l’amplitude spectrale au cycle n, et An(ω) l’enveloppe spectrale de l’e´mission au
cycle optique n. En supposant que pour l’e´mission CWE l’enveloppe spectrale ne varie
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pas d’un cycle a` l’autre, qu’elle ne de´pend pas de l’intensite´ et que le gradient de densite´
n’e´volue pas au cours de l’interaction, si on se restreint a` l’e´tude des modulations spec-
trales et non pas de l’enveloppe spectrale, on peut prendre arbitrairement An(ω) = 1.
L’amplitude an n’est pas non plus donne´e par le mode`le, mais on peut faire l’approxima-
tion qu’elle peut s’e´crire simplement comme une puissance b de l’enveloppe laser. Cela




Nous choisirons dans ce manuscrit de prendre b = 3, car cette non-line´arite´ est en accord
celle mesure´e par A. Borot et A. Malvache durant leur the`se au LOA [39]. En effectuant
simplement une transforme´e de Fourier du champ E(ω), on obtient directement le train
d’impulsions attosecondes E(t). On a trace´ sur la figure 2.7, le spectre d’harmonique CWE
calcule´ a` l’aide du mode`le (a), ainsi que le train qui lui est associe´ (b).
La formule 2.7 donnant les temps d’e´mission des impulsions attosecondes CWE a e´te´ valide´
nume´riquement et expe´rimentalement dans [39, 44, 45]. On a trace´ une de ces validations,
re´alise´e par A. Malvache, sur la figure 2.8. Les temps d’e´missions des impulsions CWE
calcule´s a` partir du mode`le (ronds rouges) sont compare´s aux temps d’e´mission mesure´s
dans les simulations PIC (croix bleues), pour deux longueurs de gradient diffe´rentes (les
codes de simulations sont pre´sente´s dans le chapitre 5). Nous allons maintenant voir qu’a`
partir de ce mode`le 1D, on peut e´tudier les proprie´te´s spatiales des harmoniques en le
ge´ne´ralisant a` deux dimensions.























Figure 2.7: Construction du champ attoseconde a` l’aide du mode`le des temps d’e´mission.
(a) Spectre CWE E(ω) calcule´ a` partir du mode`le pour une impulsion laser incidente de 25fs, une
longueur de gradient de L = λ/100, une intensite´ a0 = 0.4 et une non-line´arite´ b = 3. (b) la courbe rouge
correspond a` l’enveloppe temporelle de l’impulsion laser et la courbe bleue au train attoseconde CWE
calcule´ a` partir du spectre harmonique (a).
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Figure 2.8: Validation du mode`le d’e´mission CWE. Temps d’e´mission des impulsions attosecondes
CWE en fonction du cycle optique laser, obtenus pour une dure´e d’impulsion laser de 30fs, une amplitude
laser maximale a0 = 0.4, pour deux longueurs de gradient : L = λ/100 et L = λ/50. Les points rouges
correspondent au pre´diction du mode`le, et les croix bleues aux re´sultats de simulations PIC 2D. Les temps
d’e´mission sont calcule´s pour l’harmonique 8. Le profil temporel de l’impulsion laser est repre´sente´e en
noir. Figure extraite du ”supplementary material” de [44].
2.4.3 Aspect spatial
Nous avons vu que lorsque l’amplitude laser varie dans le temps, les instants d’e´mission
des impulsions attosecondes CWE varient avec elle. Cela introduit une phase tempo-
relle, responsable de l’e´largissement spectral des harmoniques CWE. Expe´rimentalement,
lorsqu’on focalise une impulsion laser, elle n’a pas seulement un profil temporel mais
e´galement un profil spatial : l’amplitude varie en fonction de la position dans la tache
focale. Les instants d’e´mission CWE varient donc aussi spatialement. Cela signifie que les
harmoniques pre´sentent une phase spatiale dans le plan source qui n’est pas constante et
qui augmente naturellement leur divergence. C’est ce qu’on appelle la phase intrinse`que
des harmoniques CWE. Pour observer cet effet, il faut ajouter une dimension spatiale x
a` l’e´quation 2.7. Cela se fait simplement, en remplac¸ant a0 par a0(x) dans l’e´quation 2.7.
On peut alors calculer le champ attoseconde E(ω, x).
En calculant la transforme´e de Fourier de E(ω, x) par rapport a` ω, on peut repre´senter
le train attoseconde dans l’espace (t, x) (figure 2.9a). On voit sur cette figure que les
instants d’e´mission varient avec x. Cela donne des impulsions ayant des fronts d’impulsions
courbe´s. Si maintenant on trace train attoseconde dans l’espace (t, x) cette fois si sans
prendre en compte la phase spatiale (figure 2.9c), on obtient un train d’impulsions ayant
des fronts d’impulsions plans. On peut ensuite calculer le spectre re´solu angulairement
en champ lointain des trains (a) et (b), on obtient alors les panneaux (c) et (d). La
divergence des harmoniques est multiplie´e par 3 entre le cas sans phase spatiale (panneau
d) et le cas avec phase spatiale (panneau b). Nous disposons donc d’un mode`le permettant
d’e´tudier les proprie´te´s spatiales et spectrales des harmoniques CWE. Nous avons vu que
la variation d’amplitude laser introduisait une phase spectrale et une phase spatiale : nous
allons maintenant e´tudier comment ces quantite´s e´voluent lorsqu’on change les parame`tres












































Figure 2.9: Effet de la phase spatiale des CWE. (a) Train attoseconde |E(t, x)|2 obtenu a` partir
du mode`le lorsqu’on conside`re que l’amplitude a une distribution gaussienne avec x. (b) Spectre re´solu
angulairement correspondant au train (a). (c) Train attoseconde |E(t, x)|2 obtenu lorsqu’on ne prend
pas en compte la phase spatiale CWE. (d) Spectre angulaire correspondant au train (c). On voit tre`s
clairement l’effet de la phase spatiale sur la divergence des harmoniques en comparant (b) et (d). Dans
le cas pre´sent la divergence est multiplie´e par 3.
de l’interaction.
2.5 Evolution des proprie´te´s des harmoniques CWE
Nous allons e´tudier dans cette partie comment e´voluent les proprie´tes des harmoniques
CWE lorsqu’on change la longueur de gradient et l’angle d’incidence du laser.
2.5.1 Avec la longueur de gradient
Nous avons trace´ sur la figure 2.10(a-b) deux spectres harmoniques re´solus angulairement,
calcule´s a` l’aide du mode`le CWE que nous venons de pre´senter, pour deux longueurs de
gradient, (a) L = 0.001λ et (b) L = 0.007λ. On peut noter deux diffe´rences majeures
entre ces spectres, une spectrale et une spatiale.
En effet, on voit que la largeur spectrale harmonique en (b) est plus grande que celle en
(a). Nous avons donc trace´ en (c) l’e´volution de la largeur spectrale de l’harmonique 6 en
fonction de la longueur de gradient. On peut voir qu’elle augmente de fac¸on monotone
avec la longeur de gradient. Ceci est duˆ au fait que des gradients courts vont re´duire le
de´lai d’e´mission entre deux impulsions successives et donc re´duire l’ape´riodicite´ temporelle
du train d’impulsion en comparaison de gradients plus longs. Le chirp des harmoniques
sera donc plus grand pour des gradients longs que pour des gradients courts. De meˆme les
longs gradients vont introduire une phase spatiale plus grande que des gradients courts, et
la divergence harmonique va donc augmenter avec la longueur de gradient (figure 2.10d).
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Figure 2.10: Effet de la longueur de gradient sur la largeur spectrale et la divergence des
harmoniques CWE. (a) Spectre re´solu angulairement obtenu avec le mode`le, pour une longueur de
gradient de L = 0.001λ et une amplitude laser de a0 = 0.4. (b) Spectre harmonique obtenu pour une
longueur de gradient de L = 0.007λ. Evolution de la largeur spectrale (c) et de la divergence (d) de
l’harmonique 6 en fonction de la longueur de gradient L.
Nous y reviendrons lorsque nous pre´senterons nos re´sultats expe´rimentaux dans la partie
7.2.
2.5.2 Avec l’angle d’incidence
Lorsqu’on trace l’e´volution de la largeur spectrale et la divergence des harmoniques (figure
2.11), on peut noter que la largeur spectrale (a) et la divergence des harmoniques (b)
diminuent quand l’angle d’incidence augmente. Cela vient du fait que lorsque l’angle
d’incidence augmente, la composante du champ e´lectrique responsable du mouvement
des e´lectrons de Brunel augmente, ce qui augmente la vitesse de retour des e´lectrons.
Les trajectoires des e´lectrons vont eˆtre modifie´es et ainsi la diffe´rence entre les instants
d’e´mission de deux impulsions successives va diminuer, ce qui tend a` re´duire la largeur
spectrale des harmoniques. Il en est de meˆme pour leur divergence.
Nous venons de voir quelles sont les proprie´te´s et les caracte´ristiques de l’e´mission CWE et
nous avons effectue´ un rappel du mode`le qui permet de calculer certaines de ces proprie´te´s.
Nous reviendrons sur ces proprie´te´s lorsque nous pre´senterons nos re´sultats expe´rimentaux
dans les parties 7 et 15. Nous allons maintenant nous inte´resser au second me´canisme de
ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide : le miroir oscillant relativiste (ROM).
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Figure 2.11: Effet de l’angle d’incidence sur la largeur spectrale et la divergence des harmo-
niques CWE. Evolution de la largeur spectrale (a) et de la divergence (b) de l’harmonique 6 en fonction
de l’angle d’incidence θ.
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Chapitre 3
Harmoniques Doppler
Lorsque l’e´clairement laser de´passe ∼ 1018W.cm−2, le mouvement des e´lectrons a` la sur-
face du plasma devient relativiste et un second me´canisme de ge´ne´ration d’harmoniques
entre en jeu : le miroir oscillant relativiste. Sous l’effet du champ laser, les e´lectrons vont
osciller a` une vitesse relativiste et ainsi introduire une distorsion par effet Doppler sur le
champ laser lors de sa re´flexion. Dans ce chapitre, nous nous inte´ressons dans un premier
temps a` la ge´ne´ration de nouvelles fre´quences via l’effet Doppler. Nous synthe´tiserons
ensuite un mode`le simple et qualitatif permettant de bien comprendre le principe de base
de ce processus de ge´ne´ration d’harmoniques. Enfin nous verrons qu’au-dela` de certains
e´clairements, la pression de radiation inhomoge`ne exerce´e par le laser sur le plasma en-
fonce ce dernier, entraˆınant ainsi une coubure de sa surface. Les harmoniques ne sont plus
ge´ne´re´es sur un miroir plan mais sur un miroir concave, ce qui affecte fortement leurs
proprie´te´s spatiales. Nous e´tudierons le premier mode`le, de´veloppe´ dans le cadre de la
the`se d’H. Vincenti, au sein de notre groupe, permettant de calculer cette de´formation
ainsi que les proprie´te´s spatiales et spectrales des harmoniques Doppler. On appellera
indiffe´remment dans ce manuscrit ces harmoniques : harmoniques relativistes ou harmo-
niques Doppler.
3.1 Effet Doppler
L’effet Doppler est un phe´nome`ne bien connu : un observateur immobile rec¸oit un signal
e´mis par une source de fre´quence ω qui se de´place dans sa direction a` une fre´quence
ω′ > ω. Nous allons voir comment cet effet Doppler applique´ a` la re´flexion d’une onde
e´lectromagne´tique sur un miroir en de´placement uniforme permet de ge´ne´rer une nouvelle
fre´quence. Supposons qu’une onde e´lectromagne´tique Ei a` la fre´quence ωi se re´fle´chisse
sur un miroir en mouvement uniforme a` la vitesse v. On note Er le champ re´fle´chi (figure
3.1). Les champs e´lectriques incident et re´fle´chi s’e´crivent sous la forme :










Figure 3.1: Effet Doppler cre´e´ par un miroir en mouvement uniforme a` la vitesse v. Dans
le cas ou` le miroir se de´place a` la vitesse v vers le champ incident Ei, le champ re´fle´chi Er aura une
fre´quence ωr supe´rieure a` celle ωi du champ incident.
Er(z, t) ∝ cosωr(t− z
c
) (3.2)
A la surface du miroir (en zs), on a Er(zs, t) = −Ei(zs, t), avec zs = vt la position du





1− β = (1 + β)
2γ2 (3.3)
avec β = v/c et γ = 1/
√





D’apre`s cette relation, on voit que la fre´quence ωr du champ re´fle´chi augmente lorsque la
vitesse de de´placement du miroir augmente. En effet, lorsque la vitesse de de´placement
du miroir tend vers c, γ → ∞, et donc une fre´quence ωr tre`s e´leve´e. On a trace´ sur
la figure 3.2 l’e´volution de la fre´quence ωr en fonction du facteur β. On remarque sur
cette courbe qu’il faut effectivement des vitesses relativistes (β → 1) pour constater un
effet Doppler notable. On double la fre´quence du champ Ei uniquement pour des vitesses
v > 0.4c. Par ailleurs, la fre´quence ωr croˆıt tre`s rapidement lorsque vers v s’approche de c.
On comprend alors aise´ment que si l’on veut ge´ne´rer une onde lumineuse a` des longueurs
d’ondes extreˆmement courtes (XUV), il faut pouvoir de´placer le miroir a` la vitesse la
plus proche possible de c. Lorsqu’un laser interagit avec un plasma, les e´lectrons ne se
de´placent pas avec un mouvement uniforme mais oscillent sous l’effet du champ laser. Il
est donc ne´cessaire de comple´ter l’e´tude pre´ce´dente en prenant en compte le mouvement
d’oscillation du miroir.
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Figure 3.2: Evolution de la fre´quence du champ re´fle´chi ωr en fonction de la vitesse du
miroir.
3.2 Mode`le du miroir oscillant
Le principe du miroir oscillant a e´te´ propose´ la premie`re fois par Wilks [46] et Bulanov et al
[47], qui attribue`rent la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide a` l’oscillation relativiste
du ”miroir plasma” sous l’effet du champ laser ultra-intense. Quelques anne´es plus tard,
Lichters et al [24] propose`rent un mode`le e´le´gant qui permet de de´crire le me´canisme de
ge´ne´ration d’harmoniques relativistes.
Dans ce mode`le, on se place dans un re´fe´renciel mobile (figure 3.3) ou` le laser arrive
en incidence normale sur le plasma. A partir de la de´rivation d’un ensemble d’e´quations
fluides, on obtient une expression du courant transverse a` la suface plasma, dans le cas





(~a− tan θ~x) + Zni sin θ~x
)
(3.5)
avec ~a = e ~A/mec le potentiel normalise´ [24], ne la densite´ e´lectronique, θ l’angle d’inci-
dence, Z le nombre de charges et ni la densite´ ionique et :
γ =
√
1 + (a cos θ)2 − a sin 2θ
1− β2x
(3.6)
On suppose que ce courant, qui ge´ne`re le champ re´fle´chi et en particulier les harmoniques,
est localise´ a` la surface du plasma en Zm(t), ce qui permet de conside´rer que :











Figure 3.3: Principe du re´fe´renciel mobile. Dans le re´fe´rentiel du laboratoire R le laser arrive avec
un angle de θ sur le plasma. Dans le re´fe´rentiel mobile R′, le laser arrive en incidence normale sur le
plasma qui a une vitesse de de´rive, paralle`lement a` la surface, selon y, v = c sin θ.
avec ls l’e´paisseur de peau et tret = t − Z(tret)/c + z/c le temps retarde´ au point z qui
prend en compte le temps mis par la lumie`re pour venir de la source jusqu’a` l’observateur.
On en de´duit :
Er(z, t) ' µ0lsJt(Zm(tret), tret) (3.8)
Pour de´terminer l’expression comple`te du champ re´fle´chi Er(t, z), il reste a` de´terminer tret
pour pouvoir ensuite en de´duire Zm(tret) connaissant le mouvement du miroir oscillant
Zm(t). Le mode`le de Lichters ne permet pas de de´terminer rigoureuseument Zm. Pour le
de´terminer, on suppose que le mouvement du miroir est domine´ par l’oscillation de sa






ou` φ est la phase du champ laser incident (ge´ne´ralement φ = ωLt + φ0 avec φ0 une




1 + (2aL sin θ)2
(3.10)
avec aL l’amplitude laser. Comme la fonction Zm est de´finie de manie`re re´cursive :
Zm(tret) = Zm(t−Zm(tret)/c+ z/c), on peut l’approcher par la me´thode du point fixe, en
cherchant pour tous les couples (z, t), la limite de la suite de´finie par Z0 = Z(t) et n > 0,
Zn+1 = Z(t− (Zn − z)/c). On peut alors calculer le champ re´fle´chi par le miroir plasma.
On a trace´ sur la figure 3.4a la trajectoire du point de re´flexion Zm(t) (traits poin-
tille´s rouges) et la meˆme trajectoire prises aux temps retarde´s Zm(tret) (trait plein bleu)
vue par un observateur place´ en z = −λ. On voit que le mouvement de la surface que
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Figure 3.4: Calcul du champ re´fle´chi avec le mode`le du miroir oscillant. (a) En traits pointille´s
rouges est repre´sente´e la trajectoire Zm(t) et en trait bleu la trajectoire Zm(tret) qui serait vue par un
observateur. (b) En bleu fonce´ le champ re´fle´chi, en bleu clair le champ re´fle´chi filtre´ spectralement entre
les harmoniques 10 et 150. (c) Spectre du champ re´fle´chi (normalise´ a` sa valeur maximale). (d) Spectre
du champ re´fle´chi obtenu lorsqu’on ne prend pas en compte tret.
perc¸oit l’observateur n’est plus sinuso¨ıdal. Comme le champ re´fle´chi est proportionnel a`
Jt(Z(tret), t−Z(tret)/c+z/c), la phase du champ va eˆtre module´e de manie`re extreˆmement
rapide par le terme d’oscillation de la surface ωLZ(tret)/c, ce qui va introduire de nouvelles
fre´quences dans son spectre, exactement comme dans le cas de l’effet Doppler pre´sente´
pre´ce´demment. Sur le panneau (b), on voit que le champ re´fle´chi vu par un observateur
place´ en z = −λ est profonde´ment distordu par cette modulation de phase : il pre´sente des
fronts tre`s raides (traits en pointille´s bleu) aux instants ou` le miroir se de´place vers l’obser-
vateur. Cette succession pe´riodique de fronts raides correspond dans le domaine spectral
a` un large spectre compose´ d’harmoniques de la fre´quence laser incidente ωL, comme en
te´moigne la figure 3.4c. Pour ve´rifier que ces hautes fre´quences sont bien e´mises a` l’instant
ou` le champ re´fle´chi pre´sente des fronts raides, on a superpose´ au champ re´fle´chi (pan-
neau (b)) le champ re´fle´chi filtre´ entre les harmoniques 10 et 150. On voit ainsi que les
hamoniques sont effectivement produites durant un laps de temps tre`s court (de l’ordre
de la centie`me de la pe´riode laser), aux instants ou` la vitesse de de´placement du miroir
vers l’observateur est la plus e´leve´e. Si maintenant on supprime dans le calcul du champ
re´fle´chi, le calcul de tret, on obtient le spectre de la figure figure 3.4d. Le nombre d’har-
moniques le composant est bien infe´rieur a` celui composant le spectre (c). C’est donc du
calcul de l’instant retarde´ tret que naˆıt l’effet Doppler observe´.
Ce mode`le pre´sente l’avantage de donner une compre´hension physique simple du phe´nome`ne
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de ge´ne´ration d’harmoniques relativistes, cependant il reste qualitatif et n’est pas pre´dictif.
Il connaˆıt e´galement certaines limitations, en particulier il ne donne pas d’information di-
recte sur :
1. La forme du spectre (loi de de´croissance et fre´quence de coupure) en fonction des
parame`tres de l’interaction (car on suppose le mouvement Zm(t)).
2. Les proprie´te´s spatiales du faisceau d’harmoniques ge´ne´re´.
Concernant l’e´tude du premier point, il n’existe pas de mode`le totalement pre´dictif dans
des conditions expe´rimentales re´alistes. Le mode`le s’en approchant le plus a e´te´ de´veloppe´
par Baeva et al [25], et pre´voit une de´croissance de l’intensite´ spectrale des harmoniques
selon une loi de puissance en n−8/3 avec l’ordre harmonique n. Cette loi de de´croissance
a e´te´ valide´e dans un certain nombre de publications [22, 48]. Au cours de ma the`se,
nous avons compare´ cette loi de puissance a` nos re´sultats expe´rimentaux, mais n’avons
pas obtenu de re´sultats positifs, la loi de de´croissance the´orique ne correspondait pas a`
celle expe´rimentale. Pour en comprendre la raison, il est ne´cessaire de mener des e´tudes
comple´mentaires.Concernant le second point, nous allons pre´senter dans la prochaine sec-
tion, un mode`le qui a e´te´ re´cemment de´veloppe´ dans le cadre de la the`se de H. Vincenti.
Ce mode`le est en e´troite relation avec les expe´riences mene´es durant ma the`se qui seront
pre´sente´es dans la partie 9.
3.3 Mode´lisation des proprie´te´s spatiales des harmo-
niques ROM
3.3.1 Ide´e ge´ne´rale
Le controˆle des proprie´te´s spatiales des harmoniques est primordial en vue d’une meilleure
compre´hension de la physique mise en jeu dans la ge´ne´ration d’harmoniques relativistes
et de l’utilisation de ces harmoniques comme source XUV. On peut distinguer deux
”cate´gories” de proprie´te´s spatiales : celles dans le plan source : taille de source harmo-
nique wn, phase φn et profil d’amplitude des harmoniques hn et celles en champ lointain :
divergence θn (figure 3.5). Nous nous inte´ressons dans cette partie a` la de´termination
analytique de la divergence θn des harmoniques. Pour de´terminer la divergence θn il est
ne´cessaire de connaˆıtre la phase spatiale φn(y) ainsi que le profil d’amplitude hn(y) de
chaque harmonique n dans le plan de la cible en z = 0, ou` a lieu le processus de ge´ne´ration.
Il suffit ensuite de propager le faisceau harmonique pour connaˆıtre ses proprie´te´s a` une
distance z de la cible.
En 2009, B. Dromey et al, a` la suite d’observation expe´rimentale [49], ont sugge´re´ que
sous l’effet de la pression de radiation inhomoge`ne exerce´e par le laser sur la surface, cette
dernie`re s’enfonce et se courbe. Les harmoniques sont ainsi ge´ne´re´es a` partir d’une surface
qui n’est plus plane mais courbe´e. La phase spatiale φn(y) des harmoniques est alors





















Figure 3.5: Proprie´te´s spatiales des harmoniques Dans le plan source, les proprie´te´s spatiales sont
la taille de source harmonique wn, la phase harmonique φn(y) et le profil d’amplitude hn(y). En champ
lointain, les proprie´te´s spatiales sont la divergence des harmoniques θn. En haut a` droite est repre´sente´
un profil spatial 2D en champ lointain du faisceau harmonique mesure´ sur le de´tecteur lors d’une de nos
expe´riences sur UHI100. L’e´tude de la divergence θn, nous permet d’obtenir des informations directement
sur l’interaction laser plasma au foyer ou` elle a lieu.
entie`rement de´termine´e par la courbure de la surface. Lorsque celle-ci devient comparable
a` la longueur d’onde des harmoniques ge´ne´re´es, les harmoniques sont focalise´es en avant
de la cible. Cette focalisation entraˆıne une augmentation de la divergence des harmoniques
par rapport au cas ou` elles sont ge´ne´re´es sur une surface plane.
Cette ide´e a e´te´ valide´e la premie`re fois dans les simulations PIC 2D, par H. Vincenti
durant sa the`se au sein du groupe PHI [41] (figure 3.6). On a trace´ sur la figure 3.6 le
re´sultat d’une simulation re´alise´e dans des conditions proches de celles de l’expe´rience que
nous avons mene´e sur UHI 100 et que nous pre´senterons dans la partie 9 (aL = 6, L = λ/8).
Sur les deux panneaux, on a repre´sente´ en e´chelle de rouge la densite´ e´lectronique. Sur le
panneau de droite, on a repre´sente´ en e´chelle de couleur le champ re´fle´chi filtre´ entre les
harmoniques 4 et 8, a` diffe´rents instants apre`s propagation depuis la cible. Le panneau
de gauche de la figure 3.6 apporte la confirmation que la surface s’enfonce effectivement
durant l’interaction. Le panneau de droite montre que les harmoniques sont focalise´es a`
une distance z ' 30λ de la cible.
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Figure 3.6: Focalisation du faisceau harmonique par le miroir plasma Le laser est focalise´ sur
la cible incline´e a` 45˚ , durant l’interaction le miroir plasma s’enfonce et se courbe. Cette courbure tend a`
focaliser les harmoniques en avant de la cible. En e´chelle de rouge est repre´sente´e la densite´ e´lectronique.
Le train attoseconde obtenu par filtrage de l’harmonique 4 a` l’harmonique 8 est repre´sente´ a` 3 instants au
cours de sa propagation depuis la cible en e´chelle de couleur. On observe une focalisation des harmoniques
a` une distance de z ' 30λ de la cible. Un zoom de la densite´ e´lectronique est pre´sente´ a` gauche. Cela
permet de de´finir le parame`tre d’enfoncement δT , utilise´ dans la partie 3.3.3. Dans cette simulation aL = 6
et L = λ/8.
On comprend alors que pour mode´liser la divergence des harmoniques, il faut se´parer le
proble`me en deux e´tapes :
1. Mode´liser l’enfoncement du miroir plasma au cours de l’interaction
2. Calculer la phase spatiale φn(y) des harmoniques en fonction de l’enfoncement du
miroir plasma, calculer l’effet de φn sur la divergence.
Le mode`le permet de de´terminer analytiquement la phase φn(y) de manie`re totalement
pre´dictive. En revanche il ne permet pas de de´terminer hn(y), et il faut donc l’obtenir a`
partir de simulations PIC 2D. Nous verrons cependant dans la quatrie`me partie qu’apre`s
nos re´cents travaux nous sommes en mesure de de´terminer expe´rimentalement hn(y) et
φn(y).
3.3.2 Mode`le d’enfoncement
Pour mode´liser l’enfoncement et ainsi eˆtre en mesure d’en de´duire la courbure induite par
le laser sur le miroir plasma, il faut prendre en compte a` la fois les dynamiques e´lectronique
et ionique du plasma. A cause de la diffe´rence de masse entre les e´lectrons et les ions,
les premiers vont avoir une re´ponse quai-instantane´e alors que les ions vont re´agir a` une
e´chelle de temps plus longue. Cela permet de mode´liser la dynamique en trois e´tapes : (i)
on calcule la re´ponse quasi imme´diate des e´lectrons au champ laser en conside´rant que
les ions sont immobiles, (ii) on calcule la re´ponse des ions, re´sultant a` la fois de l’effet du
champ laser et de la se´paration de charge due au de´placement des e´lectrons, (iii) on inclue
finalement l’influence du mouvement des ions dans le calcul du mouvement des e´lectrons.
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Dynamique des e´lectrons
A chaque cycle optique, les e´lectrons sont successivement pousse´s vers le plasma puis tire´s
hors du plasma. Lorsqu’ils sont arrache´s au plasma, ils forment un jet d’e´lectrons (fle`che
rouge sur la figure 3.7a) responsable de la ge´ne´ration d’harmoniques relativistes. Quand
ils sont pousse´s vers le plasma ils forment un pic de densite´ a` la surface du plasma a` la
position xe(t) (fle`che blanche sur la figure 3.7a). Comme les e´lectrons se de´placent a` une
vitesse proche de c, leur excursion dans le vide peut eˆtre conside´re´e comme constante.
L’e´mission des harmoniques a donc lieu a` partir d’une surface paralle`le a` celle de´finie par
la position xe(t). On s’inte´resse donc a` la de´termination de cette position. Elle est obtenue
simplement en e´crivant l’e´quilibre entre la force de pousse´e exerce´e par le laser et la force
e´lectrostatique de rappel des ions reste´s immobiles. Dans la limite relativiste, cet e´quilibre
me`ne a` l’expression suivante pour l’excursion maximale xe a` l’inte´rieur du plasma, dans
un cycle optique donne´ :
xe = L ln
(
1 +






ou` θ est l’angle d’incidence sur le miroir plasma, nc est la densite´ critique et n0 correspond a`
la densite´ ionique a` partir de laquelle le laser commence a` pousser les e´lectrons a` l’inte´rieur
du plasma. Dans ce calcul, on a conside´re´ un gradient plasma exponentiel n ∝ exp (x/L)
pour n > n0 (figure 3.7b), avec L la longueur de gradient ; x est ne´gatif vers le vide et
positif croissant vers la cible.
On voit graˆce a` cette e´quation que plus la longueur de gradient est importante, plus

























Figure 3.7: Courbure du miroir plasma induite par le champ laser dans le cas d’ions immo-
biles (a) Carte de densite´ e´lectronique ne(x, y) a` l’instant ou` l’impulsion laser a atteint son maximum,
obtenue a` partir d’une simulation PIC, ou` les ions sont immobiles, avec a0 = 8, L = λ/8 et θ = 45˚ . Les
pre´dictions du mode`le sont repre´sente´s par les traits pointille´s rouges (equation 3.11) Le panneau (b)
sche´matise les densite´s e´lectroniques (en rouge) et ioniques (en bleu) correspondant a` l’instant t1 = 3TL
et de´finissent les grandeurs utilise´es par le mode`le. Tous les de´placements sont calcule´s par rapport a` la
position de re´fe´rence xe = xi = 0, position a` laquelle le laser est re´fle´chi au de´but de l’impulsion. Pour
un angle d’incidence θ, cela correspond au point ou` n = nc cos
2 θ, cela correspond e´galement a` la valeur
n0 de l’e´quation 3.11 au de´but de l’interaction.
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pousser plus facilement les e´lectrons dans un plasma moins dense. De meˆme, lorsque
l’e´clairement est plus fort (grand aL), l’enfoncement est plus important.
Comme au foyer laser l’e´clairement varie a` travers la tache focale, l’enfoncement est
diffe´rent en tout point de la tache focale. C’est ce qui impose la courbure du miroir
plasma. Sur la figure 3.7a on a repre´sente´ la densite´ e´lectronique au maximum de l’impul-
sion laser, obtenue a` partir de simulations PIC 2D, a` laquelle a e´te´ superpose´e la courbure
calcule´e a` partir de l’e´quation 3.11 (courbe en pointille´s rouges). Les pre´dictions du mode`le
reproduisent parfaitement la courbure du miroir plasma observe´e dans cette simulation
re´alise´e avec des ions immobiles. On a repre´sente´ en pointille´s rouges sur la figure 3.9b
l’e´volution temporelle de l’enfoncement de la surface pour la position y = 0. Dans le cas
ou` les ions sont immobiles, les e´lectrons s’enfoncent dans la premie`re partie de l’impulsion
laser et ils reviennent ensuite a` leur position initiale dans la seconde partie de l’impulsion.
Cette dynamique est modifie´e si on prend maintenant en compte le mouvement des ions.
Enfoncement des ions
Dans le cas ou` le mouvement des ions est pris en compte, la densite´ n0 de l’e´quation
3.11 n’est plus constante et varie temporellement. La se´paration de charge induite par
le champ laser entre les e´lectrons et les ions cre´e un champ quasi-e´lectrostatique dans le
plasma, qui est maximum a` la position xe et tend a` acce´le´rer les ions situe´s aux alentours
de cette position. L’acce´le´ration entraˆıne l’e´rosion du gradient de densite´ ionique au cours
du temps. La position xi de l’interface ions-vide se de´place vers le plasma pendant toute la
dure´e de l’impulsion laser et la densite´ n0 = n(xi(t)) augmente au cours du temps (figure
3.8 et figure 3.9b).
La vitesse de de´placement de la surface ionique peut eˆtre calcule´e en e´crivant un bilan de
quantite´ de mouvement, et un bilan total d’e´nergie. Dans ce bilan d’e´nergie, on conside`re























Figure 3.8: Courbure de la densite´ ionique induite par le champ laser dans le cas d’ions
mobiles (b) Carte de densite´ ionique ni(x, y) au maximum de l’impulsion laser, obtenue a` partir d’une
simulation PIC, dans les meˆmes conditions que celles de la figure 3.7 (a), sauf que les ions sont mobiles. Les
pre´dictions du mode`le sont repre´sente´s par les traits pointille´s bleus en (a) (equation 3.12). Le panneau
(b) sche´matise les densite´s e´lectroniques (en rouge) et ioniques (en bleu) a` l’instant t2 = 11TL.
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e´lectrons dans le plasma (R e´tant le coefficient de re´flection du laser sur le miroir plasma).
Cela me`ne a` l’expression suivante pour la position xi(t) :













RZme cos θ/2AMp, ou` Z et A sont le nume´ro atomique et le nombre de
masse des ions, Mp est le masse des protons, me la masse des e´lectrons. On peut noter
la diffe´rence d’e´volution avec l’amplitude laser aL entre les e´lectrons et les ions. Ceci est
visible sur la figure 3.9b ou` on a repre´sente´ l’e´volution temporelle xi(t) (pointille´s bleus).
Contrairement aux e´lectrons, les ions ne reviennent pas a` leur position initiale. Ceci est
duˆ au fait que le de´placement des ions de´pend de l’inte´grale de aL, ce qui signifie que c’est
l’action cumule´e du champ laser qui est responsable du mouvement ionique.
On a repre´sente´ sur la figure 3.8a la densite´ ionique, au maximum de l’impulsion, is-
sue d’une simulation PIC. Le re´sultat de cette simulation correspond exactement a` la
pre´diction du mode`le, calcule´e graˆce a` la formule 3.12, repre´sente´e par la courbe en
pointille´s bleus. On voit sur cette figure que la pression de radiation inhomoge`ne in-
duit e´galement une courbure sur la densite´ ionique. La modification du profil de densite´
ionique au cours de l’interaction (3.9b) occasione un changement dans le de´placement des
e´lectrons. Il est par conse´quent ne´cessaire de voir comment est affecte´e l’e´quation 3.11
lorsqu’on prend en compte le mouvement des ions.
Enfoncement total
A cause de l’e´rosion du profil de densite´ ionique le champ laser va pousser les e´lectrons a`
partir de la position xi(t) (alors qu’il les poussait depuis la position xi = 0, dans le cas
des ions immobiles). Par conse´quent, la position des e´lectrons est maintenant de´termine´e
par xT (t) = xi(t) +xe(t) (figure 3.8b), ou` on a remplace´ n0 = constante par n0 = n(xi(t))
dans l’expression de xe(t), donne´e par l’e´quation 3.11. On a repre´sente´ sur la figure 3.9b
l’e´volution temporelle de xT (t), pour observer les contributions relatives des e´lectrons et
des ions a` l’enfoncement total. Sur cette figure on voit que durant la premie`re moitie´
de l’impulsion l’enfoncement total est de´fini par l’enfoncement des e´lectrons alors que
dans la seconde partie de l’impulsion il est domine´ par celui des ions. Ainsi, la surface
e´lectronique ne retourne plus dans sa position initiale en fin d’impulsion laser. Sur la
figure 3.9a, on a repre´sente´ la variation temporelle de la densite´ e´lectronique prise en
y = 0 issue d’une simulation PIC 2D. On peut voir que le mode`le calculant l’enfoncement
total des e´lectrons (points noirs) reproduit parfaitement les re´sultats de la simulation PIC.
Maintenant que nous sommes capables de pre´dire le mouvement de la surface en fonction
des parame`tres de l’interaction, nous allons pouvoir calculer les proprie´te´s spatiales des
harmoniques relativistes.
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Figure 3.9: Courbure totale du miroir plasma induite par le champ laser (a) Evolution tempo-
relle de la densite´ e´lectronique prise au centre de la tache focale laser en y = 0, dans les meˆmes conditions
que celles de la figure 3.8 (a). Les re´sultats du mode`le combinant l’enfoncement des e´lectrons et des ions
sont repre´sente´s par les points noirs. En (b) on peut observer la contribution relative des e´lectrons en
rouge (calcule´e lorsque les ions sont immobiles) et celle des ions en bleu a` l’enfoncement total (en noir)
au cours du temps. Le profil de l’amplitude laser est repre´sente´ dans l’encart supe´rieur de (b).
3.3.3 Mode´lisation des proprie´te´s spatiales des harmoniques Dop-
pler
Connaissant la forme de la surface du miroir plasma, le calcul de la divergence des har-
moniques est un proble`me d’optique relativement simple. Un faiscau lumineux se re´fle´chit
sur une surface courbe´e et l’on souhaite de´terminer ses proprie´te´s en champ lointain. Ici,
le proble`me est le´ge`rement diffe´rent puisque les harmoniques ne se re´fle´chissent pas sur
un miroir, elles sont ge´ne´re´es sur un miroir concave, mais le principe et la physique mis
en jeu restent les meˆmes. On note f la focale du miroir plasma concave. On peut relier
cette focale a` l’enfoncement δT de la surface du miroir plasma, calcule´ entre les points
y = 0 et y =
√





La de´finition du parame`tre δT est visible sur la partie gauche de la figure 3.6. A priori,
la focale du miroir devrait de´pendre du temps. Cependant, lorsqu’on conside`re la figure
3.9, on voit que l’enfoncement de la surface du miroir plasma change fortement au de´but
l’interaction, de t = 0 a` t = 5TL (avec TL la pe´riode laser) et qu’il est quasiment constant
par la suite. De t = 0 a` t = 5TL, l’amplitude laser est relativement faible (on est dans
les pieds de l’impulsion), ce qui n’est pas suffisant pour ge´ne´rer effcacement des har-
moniques. Comme la ge´ne´ration d’harmoniques est un phe´nome`ne tre`s non-line´aire peu
d’harmoniques sont ge´ne´re´es durant ces instants. Elles sont ge´ne´re´es majoritairement de
t = 5 a` t = 20TL, la` ou` l’enfoncement de la surface ne change quasiment pas. Pour le
calcul des divergences harmoniques, on peut donc conside´rer l’enfoncement constant et
e´gal a` l’enfoncement au maximum de l’impulsion.
En supposant que dans le plan source le profil d’amplitude du faisceau harmonique est
gaussien, et qu’il a un waist wn (pour la n
ieme harmonique de longueur d’onde λn), on
peut utiliser le formalisme des faisceaux gaussiens et on obtient alors la divergence du






1 + (nΨn)2 (3.14)
ou` θ0n = λn/piwn est la divergence qu’aurait le faisceau harmonique dans le cas ou` le miroir












Deux limites physiques peuvent eˆtre identifie´es dans l’e´quation 3.14 :
1. Si Ψn << 1 le faisceau harmonique n’est pas focalise´, l’enfoncement de la surface a
un effet ne´gligeable sur l’harmonique n et les harmoniques d’ordre supe´rieur ou e´gal









2. Si Ψn >> 1 la divergence des harmoniques est entie`rement de´termine´e par la cour-
bure du miroir plasma.






















Figure 3.10: Evolution de la divergence harmonique en fonction de l’ordre harmonique :
comparaison PIC-mode`le. Les points correspondent aux re´sultats de simulations PIC mene´es pour
deux couples longueurs de gradient-amplitude laser : (L = λ/20, aL = 6) en bleu et (L = λ/8, aL = 8)
en rouge. En trait plein est trace´e la divergence hamonique calcule´e, a` ces deux longueurs de gradient,
a` partir du mode`le d’enfoncement. La ligne en pointille´ noir correspond a` la divergence obtenue dans le
cas ou` le miroir plasma serait plan, c’est-a`-dire a` θ0n.
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3.3.4 Validation du mode`le
Le mode`le d’enfoncement et des proprie´te´s spatiales ayant de´ja` e´te´ valide´ nume´riquement
dans la the`se d’H. Vincenti [41], nous ne pre´senterons ici qu’une des ve´rifications eff-
fectue´es. Le mode`le ne donnant pas les tailles de sources harmoniques wn, on les a obtenues
a` partir de simulations PIC. On valide donc le mode`le uniquement pour la phase φn(y).
On a trace´ sur la figure 3.10 la divergence des harmoniques obtenue pour deux couples
longueurs de gradient-intensite´ laser a` partir des simulations PIC (points) et celle calcule´e
a` partir du mode`le d’enfoncement que nous venons de de´crire (lignes pleines). On voit que
l’accord entre les deux est excellent. Nous avons trace´ en pointille´s noirs, a` titre indicatif,
la divergence harmonique θ0n qui serait obtenue dans le cas ou` la surface du miroir plasma
serait plane. On peut noter sur cette figure que la divergence des harmoniques est plus
grande pour un gradient de L = λL/8 que pour un gradient de L = λL/20. On voit par
ailleurs que la divergence des harmoniques est quasiment constante avec l’ordre harmo-
nique. Nous allons maintenant voir, graˆce au mode`le, comment chacun des parame`tres de
l’interaction influe sur la divergence des harmoniques.
3.3.5 Pre´diction du mode`le
De´termination de la taille de source
Pour eˆtre en mesure de calculer la divergence des harmoniques a` partir du mode`le, il faut
tout d’abord de´terminer la taille de source wn. Celle-ci s’obtient a` partir des simulations
PIC. On a trace´ sur la figure 3.11 l’e´volution de la taille de source harmonique en fonction
de a0 et de L. Cette figure est extraite de [28, 41]. Cette figure a e´te´ obtenue a` partir de
simulations PIC 1D a` l’aide du code EUTERPE (cf. partie 5.3) et 2D a` l’aide du code
CALDER (cf. 5.2). D’apre`s cette figure, la taille de source vaut wn ' 0.6wL, avec wL le
waist laser, pour une large gamme de couples (aL, L). Il semble raisonnable de conside´rer
que la taille de source est inde´pendante de a0 et de L. Pour e´tudier l’e´volution de la
divergence des harmoniques en fonction des parame`tres de l’inte´raction laser-plasma, nous
conside`rerons donc, tout comme dans [28, 41], que la taille de source est inde´pendante de
aL et L (dans la gamme de parame`tres que nous e´tudions : a0 ∈ [1, 20] et L ∈ [λ/50, λ/8])
et qu’elle vaut wn = 0.6wL. Nous verrons dans la partie 10.4.2, que cette valeur de taille
de source est en accord avec celle que nous avons mesure´e expe´rimentalement.
En fonction de la longueur de gradient et de l’amplitude laser
Nous avons trace´ sur la figure 3.12a l’e´volution de la divergence harmonique θn, calcule´e
a` partir de l’e´quation 3.14, en fonction de la longueur de gradient L et de l’amplitude
laser a0, pour un angle d’incidence θ = 55˚ et une dure´e d’impulsion de 24 cycles pied a`
pied, dans le cas ou` les ions sont mobiles. Cette carte montre que l’amplitude laser influe
relativement peu sur la divergence en comparaison de la longueur de gradient.
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Pour rendre cette diffe´rence de comportement encore plus e´vidente, nous avons trace´
en (b) trois coupes de la carte (a) pour trois longueurs de gradient diffe´rentes. Cette
figure montre que la divergence varie peu avec l’amplitude laser, alors qu’en revanche
la divergence des hamoniques a quasiment double´ entre une longueur de gradient de
L = 0.05λL et une longueur de gradient de L = 0.1λL. Si maintenant on trace trois
coupes de la carte (a) pour trois amplitudes laser diffe´rentes, on voit que la divergence
e´volue rapidement et line´airement avec la longueur de gradient, mais ces trois courbes
sont quasiment identiques.
La figure 3.12 montre que la divergence des harmoniques varie fortement avec la longueur
de gradient, ce qui est assez intuitif, puisqu’elle est directement lie´e a` l’enfoncement de la
surface. Plus la longueur de gradient est grande plus l’enfoncement sera grand, puisque le
laser pourra pousser plus facilement les e´lectrons, et plus la divergence des harmoniques
sera grande.
En revanche, la divergence des harmoniques ne varie quasiment pas avec l’amplitude
laser. Ceci est totalement contre intuitif, puisque c’est pre´cise´ment la variation spatiale
de l’amplitude laser qui est responsable de la courbure du miroir plasma. Alors comment
se fait-il que la variation de a0 ait si peu d’influence sur la divergence des harmoniques ?
Pour re´pondre a` cette question, nous allons reprendre l’e´quation 3.11. On peut re´e´crire
cette e´quation sous la forme :






Figure 3.11: Evolution de la taille de source des harmoniques mesure´es dans les simulations
PIC. Les points correspondent aux tailles de source wn/wL, avec wL le waist laser, calcule´es a` l’aide
des efficacite´s de ge´ne´ration η15−25 fournies par le code EUTERPE et les carre´s aux tailles de source de
l’harmonique 15, issues du code 2D CALDER. (a) Evolution des tailles de sources wn/wL avec l’amplitude
laser a0 pour diffe´rentes longueurs d’onde L. (b) Evolution de wn/wL avec L pour diffe´rents a0. Figure
extraite de [28, 41].































Figure 3.12: Evolution de la divergence harmonique en fonction a0 et L. (a) Carte de la diver-
gence harmonique θn (normalise´e par rapport a` la divergence laser θL = 200mrad), calcule´e a` partir de
l’e´quation 3.14, en fonction de l’amplitude laser a0 et de la longueur de gradient L. (b) coupes de la carte
(a) obtenues pour 3 longueurs de gradient diffe´rentes. (c) coupes de la carte (a) pour 3 amplitudes laser
diffe´rentes. Divergences obtenues pour l’harmonique 25, l’impulsion laser a une dure´e de 24 cycles pied a`
pied.
β =





En prenant aL = 10, L = λ/10 et en conside´rant que nc ' n0, on a βaL ∼ 30, soit
βaL >> 1. On peut donc re´e´crire xe sous la forme :
xe ∝ ln (βaL) (3.19)
Si maintenant on conside`re que l’amplitude laser a un profil gaussien aL = a0 exp (−x2/w2L),
on a :
xe ∝ ln (βa0)− β
w2L
x2 (3.20)
Cette e´quation montre que la variation transverse de l’amplitude laser est bien responsable
de la courbure de la surface puisque l’enfoncement xe varie directement en x
2. En revanche,
lorsque a0 augmente, la courbure de la surface ne change quasiment pas, puisque a0 ne
change pas la forme de la surface, la focale du miroir reste la meˆme. Ceci explique pourquoi
l’amplitude laser qui est responsable de la courbure du miroir plasma a si peu d’influence
sur la divergence des harmoniques.
On peut donc a` partir de ces e´quations se´parer deux re´gimes d’interaction :
1. Si βaL << 1, la surface ne s’enfonce pas et la divergence des harmoniques est donne´e
par l’e´quation 3.16. Les harmoniques diffractent depuis une surface plane.
2. Si βaL >> 1, la surface s’enfonce et la divergence des harmoniques est donne´e par
la formule 3.14.
aL a donc une influence beaucoup moins continue que L. aL de´termine si on est dans le cas
1 ou 2, mais une fois dans le cas 2, si on augmente aL, la divergence des harmoniques ne
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Figure 3.13: Evolution de la divergence harmonique en fonction de τL. θL = 200mrad, L =
0.05λL et a0 = 5, τL est donne´ en largeur pied a` pied. Divergence obtenue pour l’harmonique 25, dans le
cas ou` les ions sont immobiles (courbe bleue) et dans le cas ou` la dynamique ionique est prise en compte
(courbe rouge).
varie quasiment pas. En revanche, si on est dans le cas 2, l’enfoncement xe est proportionel
a` L, et la divergence des harmoniques varie quasi line´airement avec L.
Nous allons maintenant nous placer a` une longueur de gradient donne´e L = λL/20, qui
comme nous le verrons dans la prochaine partie est une longueur de gradient qui permet
de maximiser l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques, et a` une amplitude laser donne´e
a0 = 5, ce qui correspond a` notre amplitude laser expe´rimentale, afin d’observer l’influence
de la dure´e de l’impulsion sur la divergence des harmoniques.
En fonction de la dure´e d’impulsion
On a trace´ sur la figure 3.13 l’e´volution de la divergence harmonique en fonction de la dure´e
τL de l’impulsion laser (pour un angle d’incidence θ = 55˚ ). La courbe bleue correspond
a` la divergence des harmoniques obtenue si on conside`re que les ions sont immobiles. La
divergence des harmoniques est constante, elle ne varie pas avec τL. Cela vient du fait que
la re´ponse des e´lectrons au champ laser est instantane´e (cf. partie 3.3.2), ainsi la dure´e de
l’impulsion laser n’a pas d’influence sur l’enfoncement des e´lectrons. C’est pour cela que
dans ce cas la divergence des harmoniques est inde´pendante de la dure´e de l’impulsion
laser.
La courbe rouge correspond a` la divergence obtenue dans le cas ou` on conside`re a` la
fois les dynamiques e´lectronique et ionique. Dans ce cas, la divergence des harmoniques
augmente lorsqu’on augmente la dure´e de l’impulsion laser. Nous avons vu dans la section
3.3.2 que c’est l’action cumule´e du champ laser qui est responsable du mouvement ionique.
Ainsi, lorsque la dure´e τL augmente, la pression de radiation inhomoge`ne du laser s’exerce
plus longtemps sur la surface et la contribution des ions a` l’enfoncement augmente. Cela
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entraˆıne par conse´quent une augmentation de l’enfoncement de la surface et donc de sa
courbure. La courbure croˆıt avec la dure´e τL de l’impulsion et donc les harmoniques sont
focalise´es plus fortement quand la dure´e de l’impulsion laser augmente, entraˆınant une
augmentation de leur divergence.
3.4 Conclusion
Nous avons dans cette partie introduit les concepts de bases de l’interaction laser-plasma
a` ultra-haute intensite´. Nous avons e´galement pre´sente´ les deux me´canismes de ge´ne´ration
d’harmoniques d’ordre e´leve´ sur cible solide : CWE et ROM. Nous disposons maintenant
de mode`les totalement pre´dictifs avec lesquelles nous allons pouvoir e´tudier ces harmo-
niques et ainsi eˆtre en mesure d’interpre´ter les re´sultats expe´rimentaux que nous avons
obtenus. Nous allons dans la prochaine partie nous attacher a` la pre´sentation des moyens









Nous nous proposons dans ce chapitre de pre´senter l’installation laser UHI100 (figure 4.1)
sur laquelle nous avons effectue´ toutes les mesures qui sont pre´sente´es dans ce manuscrit.
Nous verrons tout d’abord les caracte´ristiques laser, puis comment on obtient l’excellent
contraste laser ne´cessaire a` la ge´ne´ration d’harmoniques. Nous pre´senterons le syste`me de
correction de front d’onde nous permettant d’obtenir une tache focale avec un excellent
rapport de Strehl S > 0.8. Nous de´taillerons enfin le dispositif expe´rimental permettant









Figure 4.1: Installation UHI100. Le laser est comprime´ temporellement dans le compresseur. En
sortie du compresseur, on dispose d’une impulsion laser centre´e a` 800nm de 25fs a` mi-hauteur de 2.5J
qui a un contraste temporel de 10−9 a` 10ps du maximum de l’impulsion. L’impulsion est ensuite filtre´e
temporellement graˆce au syste`me de double miroir plasma, ce qui permet d’obtenir un contraste de
' 10−13 a` 10ps du maximum de l’impulsion. Le front d’onde de l’impulsion laser est ensuite mesure´
graˆce a` un senseur de front d’onde, et les aberrations sont corrige´es en utilisant un miroir de´formable.
L’impulsion pe´ne`tre ensuite dans l’enceinte expe´rimentale.
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4.1 Le laser UHI100
Le laser UHI100 est un laser Titane-Sapphire de´veloppe´ par Amplitudes Technologies
utilisant la technique d’amplification a` de´rive de fre´quence (Chirped Pulse Amplification,
CPA) [50]. L’oscillateur Titane-Sapphire de´livre un train d’impulsions nanojoules de ∼
10fs centre´es sur la longueur d’onde 800nm. Ces impulsions sont e´tire´es jusqu’a` 300ps
environ, pour permettre leur amplification sans risquer d’endommager les optiques ou de
de´te´riorer les qualite´s du faisceau laser. Ces impulsions sont ensuite amplifie´es dans deux
e´tages d’amplification, puis recomprime´es temporellement, graˆce au compresseur (figure
4.1), pour retrouver une dure´e variant entre 25fs et 30fs. La variation de dure´e laser
de´pend de l’optimisation des diffe´rents parame`tres (par exemple : phases d’ordre 2 ou
d’ordre 3), qui s’effectue a` l’aide d’un Dazzler et d’un Wizzler. Durant ma the`se je n’ai
pas participe´ aux re´glages laser. Ils ont e´te´ entie`rement effectue´s par l’e´quipe laser : F.
Re´au, D. Garzella, O. Tcherbakoff et P. d’Oliveira.
Les impulsions ge´ne´re´es par la technique CPA sont en ge´ne´ral accompagne´es d’un pie´destal,
voire de pre´-impulsions. Ces de´fauts proviennent majoritairement d’une part de l’e´mission
spontane´e amplifie´e qui intervient sur une e´chelle de temps nanoseconde, et d’autre part
des imperfections de la recompression qui se manifestent a` une e´chelle de temps pico-
seconde. Cela a pour effet de de´grader le contraste temporel de l’impulsion laser. Pour
corriger ce proble`me et ame´liorer le contraste de l’impulsion, en sortie du compresseur
l’impulsion est envoye´e sur un syste`me de double miroir plasma (figure 4.1), dont nous
allons maintenant e´tudier le principe.
4.2 Ame´lioration du contraste temporel
Sur la figure 4.2a, on a trace´ le profil temporel de l’impulsion laser issue de UHI100. On voit
que le contraste a` 10ps de l’impulsion principale est de 109. Cela signifie que si on focalise
l’impulsion a` des e´clairements de 1020W.cm−2, le pie´destal de l’impulsion va jouer un roˆle
dans la cre´ation d’un plasma en surface de la cible, puisque son e´clairement d’environ
∼ 1012W.cm−2 sera suffisant pour ioniser la cible. Pour e´viter ce proble`me, une technique
a e´te´ de´veloppe´e durant la the`se de Gilles Doumy [52, 53], il s’agit du syste`me a` double
miroir plasma. Le principe est relativement simple, il s’agit de transformer sur une e´chelle
de temps femtoseconde, un die´lectrique peu re´fle´chissant qui transmet le pie´destal, en un
miroir plasma qui re´fle´chit l’impulsion principale. Il suffit ainsi de choisir correctement
l’e´clairement sur la cible, pour qu’elle ne soit ionise´e que par le front d’onde montant de
l’impulsion principale. Ainsi, c’est l’impulsion elle-meˆme qui de´clenche la formation du
miroir qui la re´fle´chit. En utilisant un die´lectrique traite´ anti-reflet qui transmet au moins
99.7% du pie´destal, le contraste temporel est ame´liore´ de deux ordres de grandeurs. Avec
notre syste`me utilisant un double miroir plasma, on peut ainsi augmenter le contraste
temporel de quatre ordres de grandeurs, comme le montre la figure 4.2b. En extrapolant
ce facteur d’ame´lioration aux derniers re´sultats obtenus sur UHI100 (pre´sente´s en figure
4.2 a), on peut conside´rer que le contraste du laser apre`s le double miroir plasma est de
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Figure 4.2: Contraste temporel du laser UHI100. En (a) est trace´e la dernie`re mesure temporelle
du contraste du laser UHI100 re´alise´e fin 2013. Le contraste est de´ja` tre`s bon puisqu’il est de 109 a` 10ps
du maximum de l’impulsion. En (b) sont trace´s les re´sultats qui avaient e´te´ obtenus durant la the`se
d’Anna Le´vy [51]. Ces re´sultats ont e´te´ mesure´s sur le laser UHI10, qui avait un moins bon contraste
laser. Ce panneau permet d’illustrer l’ame´lioration du contraste laser graˆce au double miroir plasma.
La courbe noire correspond au contraste du laser avant le double miroir plasma et la courbe rouge au
contraste mesure´ apre`s le double miroir plasma. Le double miroir plasma ame´liore de 4 ordres de grandeur
le contraste du laser. En extrapolant ce facteur d’ame´lioration aux derniers re´sultats obtenus en (a), on
peut conside´rer que le contraste du laser apre`s le double miroir plasma est de 1013 a` 10ps du maximum
de l’impulsion.
1013 a` 10ps du maximum de l’impulsion. Apre`s avoir ame´liore´ le contraste temporel, on
envoie l’impulsion sur un miroir de´formable pour corriger son front d’onde de toutes les
aberrations qui peuvent eˆtre induites par les optiques de la ligne de transport du faisceau
laser.
4.3 Correction du front d’onde
4.3.1 Mode de correction standard
Pouvoir corriger le front d’onde laser, et ainsi enlever toutes les aberrations qui l’affectent
est tre`s important dans les expe´riences a` ultra-haute intensite´, car cela permet d’avoir
une tache focale limite´e par diffraction et ainsi d’atteindre une intensite´ maximale. Pour
corriger le front d’onde, nous utilisons un senseur de front d’onde de type Shack-Hartman
(HASO) et un miroir de´formable pilote´ par le logiciel CASAO, l’ensemble e´tant de´veloppe´
par Imagine Optic [54, 55]. J’ai participe´ durant ma the`se a` la mise en oeuvre de ce
dispositif sur la ligne UHI100.
Comme pre´sente´ sur la figure 4.3, l’impulsion laser est envoye´e sur un miroir de´formable,
puis elle est dirige´e vers l’enceinte expe´rimentale graˆce a` un miroir die´lectrique. La fuite
de ce miroir (∼ 0.1% en e´nergie) est envoye´e vers le senseur de front d’onde. Graˆce au
dispositif de la figure 4.3, on re´alise l’image de la surface du miroir de´formable sur le
senseur HASO. Ce dernier mesure le front d’onde, et graˆce a` une boucle de re´troaction,
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Figure 4.3: Sche´ma expe´rimental de l’imple´mentation du miroir de´formable sur la chaˆıne
laser UHI100. Le faisceau laser provenant du double miroir plasma est re´fle´chi sur un miroir avant
d’eˆtre envoye´ sur le miroir de´formable. Apre`s re´flexion sur le miroir de´formable, le faisceau est envoye´
vers l’enceinte expe´rimentale graˆce a` un miroir die´lectrique. La fuite de ce miroir die´lectrique (∼ 0.1%
en e´nergie) est envoye´e vers l’HASO. Un syste`me optique compose´ de deux lentilles, une de longueur
focale f = 1m et une de focale f = 50mm, permet d’imager la surface du miroir de´formable sur l’HASO.
L’HASO mesure ainsi exactement le front d’onde du laser sur la surface du miroir de´formable.
on est en mesure de donner la forme au miroir de´formable qui permet de corriger toutes
les aberrations et ainsi d’avoir un front d’onde plan juste apre`s le miroir de´formable.
4.3.2 Mode de correction avance´
La me´thode qui vient d’eˆtre pre´sente´e permet d’obtenir un front d’onde plan a` l’entre´e de
l’enceinte expe´rimentale. Mais a` l’inte´rieur de celle-ci les optiques re´alisant le transport du
faisceau sont susceptibles d’introduire des aberrations, ce qui va de´grader la tache focale
et re´duire l’e´clairement sur cible. Pour pallier ce proble`me, Imagine Optic a de´veloppe´ un
syste`me permettant de corriger toutes les aberrations jusqu’a` la tache focale et ainsi de
faire une optimisation directement sur cette dernie`re [56, 57]. Ce syste`me s’appelle PHA-
RAO pour Phase Retrieval Adaptive Optic. Le laser UHI100 est le premier laser de haute
puissance sur lequel PHARAO a e´te´ installe´, teste´ et ame´liore´. Il a e´te´ implante´ la premie`re
fois sur UHI100 durant ma the`se, j’ai participe´ au dernier de´veloppement du programme
du coˆte´ utilisateur [57]. Nous donnerons ici une bre`ve explication du fonctionnement de
PHARAO.
Dans ce dispositif, le miroir de´formable est couple´ a` une came´ra CCD sur laquelle on image
le plan focal du faisceau laser graˆce a` un objectif de microscope. Nous proce´dons dans un
premier temps exactement de la meˆme manie`re que dans le cas du mode de correction




Figure 4.4: Correction des aberrations de l’impulsion laser avec le syste`me PHARAO. (a)
Tache focale sans utiliser le syste`me PHARAO. (b) Tache focale en utilisant le syste`me PHARAO.
L’e´chelle de couleur est la meˆme pour les deux images. On note la disparition en (b) des rebonds pre´sents
en (a). Les courbes bleues et rouges correspondent a` des coupes prises au centre de chacune des taches
focales, respectivement selon l’axe horizontal et l’axe vertical. Chaque courbe a e´te´ normalise´e par rapport
au maximum de la tache focale (b). Cela montre que l’intensite´ est plus e´leve´e en (b) qu’en (a). Ceci est
encore plus visible sur les panneaux (c) et (d), ou` on a repre´sente´ respectivement les taches focales (a)
et (b) en 3D. Les rebonds pre´sents en (c) ont clairement disparu en (d). On peut noter e´galement que le
maximum en (c) est plus faible qu’en (d) et que la tache focale (c) est e´galement plus large que celle en
(d). Cela me`ne a` une augmentation de l’intensite´ d’un facteur ∼ 1.4 entre le cas sans PHARAO (a,c) et
le cas avec PHARAO (b,d))
standard (figure 4.3). On mesure le front d’onde de l’impulsion laser avec l’HASO, puis
on le corrige avec le miroir de´formable. On obtient ainsi un front d’onde plan a` l’entre´e de
l’enceinte. Avec la came´ra on mesure alors la tache focale laser au meilleur foyer laser. Une
fois cette proce´dure re´alise´e, on introduit une courbure controlle´e sur le miroir de´formable
(du ”de´focus”) : cela va avoir pour effet de´placer le meilleur foyer du faisceau laser. On
mesure la tache focale dans ce plan, et on mesure le front d’onde avec l’HASO, pour cette
position du miroir de´formable.
Le fait de mesurer le couple front d’onde-tache focale pour deux courbures diffe´rentes du
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miroir de´formable nous permet de connaˆıtre la phase introduite par les optiques dispose´es
dans l’enceinte apre`s le miroir de´formable, graˆce a` un algorithme de phase retrieval [57].
Connaissant cette phase, nous pouvons la pre´-compenser en utilisant le miroir de´formable
et nous pouvons ainsi ame´liorer le rapport de Strehl de la tache focale.
Une comparaison de la tache focale avec et sans PHARAO est pre´sente´e sur la figure 4.4,
ou` on a utilise´ les meˆmes e´chelles de couleurs entre (a) et (b) et entre (c) et (d). Les
coupes (re´alise´es au centre des taches focales) pre´sente´es ont e´te´ normalise´es par rapport
au maximum de la tache focale obtenue apre`s correction par PHARAO. Cette figure
montre que l’on arrive a` mieux concentrer l’e´nergie dans la tache focale avec PHARAO
(b) que sans (a). Si on observe maintenant les panneaux (c) et (d) ou` on a repre´sente´ les
meˆmes taches focales en 3D, on peut noter clairement une re´duction de la taille wL de la
tache focale. En (c) on a wL = 7.1µm alors qu’en (d) wL = 6.2µm. De plus les rebonds
observables en (c) ont totalement disparu en (d). Le maximum en (d) est plus e´leve´ qu’en
(c) car l’e´nergie est mieux concentre´. On a ainsi gagne´ un facteur 1.4 en intensite´ graˆce a`
PHARAO.
On peut comparer la taille de tache focale que nous avons obtenue wL = 6.2µm a` celle
qu’on doit obtenir si la tache focale est limite´e par diffraction. Dans le cas d’un faisceau





ou` λL est la longueur d’onde du laser, f la longueur focale de l’optique de focalisation et
D le diame`tre du faisceau laser avant focalisation. Dans notre cas, on a : λL = 800nm,
f = 500mm et D = 70mm. Cela donne une taille de tache focale limite´e par diffrac-
tion de φFWHM = 5.8µm. Nous sommes ainsi en mesure, graˆce a` PHARAO, d’obtenir
des tailles de tache focale qui sont quasiment celles que l’on obtiendrait si on e´tait li-
mite´ par la diffraction. La le´ge`re diffe´rence entre wL et φFWHM peut s’expliquer par la
pre´sence d’aberrations chromatiques auxquelles notre syste`me d’optique adaptative n’est
pas sensible, puisqu’il ne mesure et ne corrige les aberrations du faisceau laser que pour
sa longueur d’onde centrale.
Au de´but de ma the`se, lors de notre premie`re campagne d’expe´rience, nous avions note´
sur la tache la focale la pre´sence d’une aberration que nous ne parvenions pas a` corriger, ni
a` l’aide du syste`me d’optique adaptative, ni en essayant d’ame´liorer l’alignement de notre
optique de focalisation. Notre tache focale ressemblait alors a` celle pre´sente´e sur la figure
4.5a, elle est allonge´ dans une direction. Ne parvenant pas a` corriger cette aberration,
nous avons place´ un filtre interfe´rentiel centre´ a` 795nm dans le faisceau pour ne laisser
passer que cette seule longueur d’onde. Nous avons alors mesure´ la tache focale pre´sente´e
sur la figure 4.5b. L’e´longation de la tache focale (a) a totalement disparu en (b). Cette
figure montre que l’aberration que nous cherchions a` corriger e´tait donc du chromatisme.
Ce chromatisme provenait d’un le´ger de´salignement du compresseur. Apre`s re´alignement
du compresseur par l’e´quipe laser cette aberration a e´te´ quasiment supprime´e. Nous al-
lons voir dans la prochaine section, comment le chromatisme affecte les proprie´te´s de
l’impulsion laser.







Figure 4.5: Illustration des aberrations de chromatisme sur la tache focale du faisceau laser.
(a) Tache focale mesure´e sans filtre interfe´rentiel. (b) Tache focale mesure´e lorsqu’on place un filtre
interfe´rentiel, qui ne laisse passer que la longueur d’onde λ = 795nm, dans le faisceau. Si les taches
focales pre´sente´es ici sont le´ge`rement diffe´rentes de celles de la figure 4.4, c’est parce qu’elles ont e´te´
mesure´es durant deux campagnes d’expe´riences diffe´rentes. Pour cette figure-ci, PHARAO n’avait pas
encore e´te´ installe´ et l’optique de focalisation avait une longueur focale f = 300mm. Dans le cas de la
figure 4.4, on avait f = 500mm.
4.4 Mesures des couplages spatio-temporels
4.4.1 Une de´te´rioration des proprie´te´s de l’impulsion laser
Les couplages spatio-temporels sont du chromatisme, ce sont des aberrations qui sont a`
la fois spatiales et temporelles. Il y a une de´pendance spatiale des proprie´te´s temporelles
de l’impulsion et re´ciproquement [58, 59]. Ces couplages sont en ge´ne´ral ne´fastes : ils
de´gradent la tache focale laser (figure 4.5) mais e´galement la dure´e de l’impulsion au
foyer ou` a lieu l’interaction, entraˆınant une baisse de l’intensite´.
Ils peuvent cependant s’ave´rer eˆtre utile dans la compre´hension de certains phe´nome`nes
physiques comme l’effet gyromagne´tique [60, 61] ou dans la re´alisation de nouveaux effets
utiles a` la science attoseconde comme l’effet phare attoseconde [31, 34, 35, 60], que nous
e´tudierons dans la dernie`re partie de ce manuscrit .
Notre but est donc de controˆler ces couplages spatio-temporels afin de pouvoir :
1. Soit les supprimer totalement : dans l’e´tude des harmoniques relativistes, il est im-
portant de maximiser l’intensite´ sur cible car l’ordre harmonique le plus e´leve´ ge´ne´re´
est directement lie´ a` l’intensite´. On rappelle que plus l’intensite´ est e´leve´e, plus la
vitesse d’oscillation du miroir plasma est grande et plus le nombre d’harmoniques
ge´ne´re´es est grand (cf. partie 3.1). Il est donc primordial de ve´rifier que notre impul-
sion laser ne posse`de aucun couplage spatio-temporel afin de pouvoir garantir une
intensite´ maximale.
2. Soit les introduire de manie`re maˆıtrise´e, afin de pouvoir re´aliser l’effet phare atto-
seconde (partie V).

























Figure 4.6: Dispositif expe´rimental du RIS. La tache focale est image´e sur l’entre´e d’un spectrome`tre
imageur graˆce a` un objectif de microscope. La ligne bleue et la ligne en pointille´s blancs montrent une
ligne du faisceau dans la direction vertical et horizontale a` diffe´rents points. En (a) une tranche verticale
de l’impulsion laser est envoye´e dans le spectrome`tre imageur. En (b) une combinaison permet de tourner
l’impulsion laser de 90˚ et ainsi d’envoyer une tranche horizontale de l’impulsion dans le spectrome`tre
imageur.
Nous avons pour cela mis en place un dispositif expe´rimental relativement simple, que
nous nous proposons maintenant de de´tailler. Ce dispositif est pre´sente´ sur la figure 4.6,
il s’appelle le RIS pour Rotating Imaging Spectrograph [62]. Ce dispositif de mesure de
couplages spatio-temporels, n’est pas aussi e´labore´ et ne donne pas autant d’informations
sur l’impulsion laser que d’autres techniques comme SEA TADPOLE, SEASPIDER, ou
encore STRIPED FISH [63, 64, 65, 66, 67], mais il pre´sente l’avantage d’eˆtre extreˆmement
simple et rapide a` mettre en oeuvre.
Il consiste a` imager la tache focale de l’impulsion laser sur l’entre´e d’un spectrome`tre ima-
geur couple´ a` une came´ra CCD. Une combinaison interchangeable de miroirs nous permet
d’e´tudier soit une tranche verticale de l’impulsion (figure 4.6a), soit une tranche horizon-
tale (figure 4.6b). Nous pouvons ainsi e´tudier la tache focale selon les direction x et y avec
une re´solution spectrale. Contrairement aux autres me´thodes de mesure qui ne´cessitent
une accumulation de donne´es en scannant des parame`tres et une analyse pousse´e des
re´sultats obtenus, ce dispositif fonctionne en tir unique et permet d’avoir l’information
quasiment instantane´ment.
Les premie`res mesures que nous avons re´alise´es visaient tout d’abord a` controˆler le ”chirp
spatial” [58] (de´rive de fre´quence spatiale) de l’impulsion laser. Nous verrons que ces
mesures jouent un roˆle crucial dans la re´alisation de l’effet phare attoseconde (partie V).
4.4.2 Mesure du chirp spatial
Nous avons mesure´ le chirp spatial pour dans les directions x et y lorsque les re´seaux du
compresseur laser sont paralle`les (figure 4.7 (d,g)), lorsqu’ils sont le´ge`rement de´saligne´s
(e,h) et lorsqu’ils sont tre`s de´saligne´s (f,i). Selon la direction x, direction selon laquelle
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Figure 4.7: Mesures expe´rimentales effectue´es avec le RIS. (a-c) Taches focales mesure´es lorsqu’on
augmente le de´salignement des re´seaux du compresseur laser (en (a) le compresseur est aligne´). Une
augmentation du de´salignement des re´seaux entraˆıne une augmentation du chirp spatial et donc a` une
e´longation de la tache focale dans la direction selon laquelle le chirp spatial a e´te´ introduit. (d-f) RIS selon
la direction horizontale x et (g-i) RIS selon la direction verticale y pour trois positions de de´salignement
des re´seaux du compresseur. La premie`re colonne correspond au cas ou` les re´seaux sont aligne´s et la
dernie`re colonne au cas ou` le de´salignement est le plus grand. Le chirp spatial entraˆıne une rotation des
RIS selon la direction x alors qu’il laisse inchange´ les RIS selon la direction y. Cela explique l’e´longation
de la tache focale selon la direction x. De plus le spectre local selon cette direction est re´duit. Cela signifie
que la dure´e de l’impulsion est plus grande. Cette me´thode RIS permet de controˆler finement le chirp
spatial que l’on introduit sur l’impulsion laser. On la re´utilisera dans la dernie`re partie de ce manuscrit.
a e´te´ introduit le chirp spatial, on voit que plus on de´saligne les re´seaux, plus la tache
est allonge´e selon cette direction, et le spectre local de l’impulsion est re´duit. Ainsi si les
re´seaux du compresseur sont mal aligne´s, l’intensite´ au foyer de l’interaction est re´duite a`
cause de l’allongement de la tache focale (a-c) et de l’allongement de la dure´e de l’impulsion
laser. Cependant, nous verrons dans la dernie`re partie de ce manuscrit que l’introduction
de chirp spatial de manie`re controˆle´e peut mener a` des effets particulie`rement inte´ressants
dans la ge´ne´ration d’impulsions attosecondes.
Si on s’inte´resse maintenant a` la direction y, la` ou` le chirp spatial n’a pas e´te´ introduit,
on ne voit aucun e´largissement spatial. On voit seulement un de´placement du spectre de
l’impulsion, lorsqu’on augmente le de´salignement des re´seaux. Cela est duˆ au fait que pour
effectuer ces mesures, on se´lectionne une portion de l’impulsion selon la direction x et le
spectre local de l’impulsion selon cette direction change selon la portion qu’on se´lectionne.
Ces mesures nous permettent de controˆler que le paralle`lisme des re´seaux est bon, puisque
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Figure 4.8: Identification de la provenance des de´fauts spatio-spectraux. Intensite´ spectrale
selon les directions x et y avec (a,b) et sans compresseur (c,d). Les traits pointille´s rouges correspondent
au spectre inte´gre´ spatialement (selon une direction) et les courbes bleues au spectre local au centre de
la tache en x = 0. Cela montre que la coubure du RIS (a) provient d’un de´faut du compresseur.
qu’on n’observe aucun chirp spatial sur les panneaux (d) et (g) de la figure 4.7. Elles
mettent e´galement en exergue un le´ger de´faut de l’impulsion selon la direction x (panneau
(d)). En effet, il semblerait que l’impulsion pre´sente une le´ge`re courbure spatio-spectrale :
un chirp spatial non-line´aire, qui ne peut eˆtre corrige´ simplement avec l’alignement des
re´seaux . Nous allons tenter de comprendre d’ou` vient cette structure.
4.4.3 Un de´faut spatio-spectral
Pour comprendre d’ou` provient cette courbure spatio-spectrale, nous avons re´alise´ des
mesures RIS en contournant certains e´le´ments de la chaˆıne laser (e´tireur, compresseur...).
Le re´sultat principal de cette e´tude est pre´sente´ sur la figure 4.8. En (a), on a trace´ le
profil spatio-spectral selon la direction x de l’impulsion mesure´ lorsqu’on passe par tous
les e´le´ments de la chaˆıne laser, comme cela est le cas lors de nos expe´riences. Le spectre
inte´gre´ spatialement selon x seulement (courbe en pointille´s rouges) n’est pas le meˆme
que le spectre local (courbe bleue) mesure´ au centre de la tache focale. Cet effet n’est pas
pre´sent selon la direction y, tel que le montre le panneau (b).
Si maintenant on effectue les mesures en contournant le compresseur, cet effet disparaˆıt
(figure 4.8 (c,d)). Cela montre que le compresseur est responsable de la coubure observe´e
sur le RIS (a). Cependant sur les RIS (c,d), l’impulsion pre´sente un chirp spatial avant de
rentrer dans le compresseur, cela signifie que le compresseur compense e´galement certains
des de´fauts spatio-temporels induits par d’autres e´le´ments en amont (ex : e´tireur).
Nous avons voulu quantifier ce de´faut en de´terminant la dure´e de l’impulsion laser en
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Figure 4.9: Signature temporelle de la pre´sence de couplages spatio-temporels dans l’impul-
sion laser. (a) Profil spatio-temporel d’intensite´ (en fonction de la position x le long de la tache focale)
correspondant au RIS de la figure 4.8a. (b) Profil spatio-temporel d’intensite´ dans le cas ou` l’impulsion
ne pre´sente aucun couplage spatio-temporel. (c) Variation de la dure´e d’impulsion τ(x) prise en x = 0
pour l’impulsion du panneau (a) (traits pointille´s rouges) et celle du panneau (b) (courbe bleue).
fonction de la position x, pour ainsi connaˆıtre la perte en intensite´ qu’il induit. Pour cela,
nous avons calcule´ la transforme´e de Fourier de la mesure de la figure 4.8a, en conside´rant
que l’impulsion a une phase constante. Cela nous permet de quantifier le de´faut dans le
meilleur des cas. Si l’impulsion laser n’a pas uniquement des de´fauts d’amplitude mais
pre´sente e´galement des de´fauts sur la phase spatio-spectrale, la perte d’intensite´ que nous
obtenons graˆce a` cette estimation sera encore plus grande.
La figure 4.9a montre la reconstruction de profil spatio-temporel en intensite´ obtenue a`
partir de la mesure de la figure 4.8a, moyennant cette hypothe`se simplificatrice. A cause de
la courbure spatio-spectrale, le profil est assyme´trique par rapport a` la position x = 0. Par
comparaison, on a trace´ en (b) le profil temporel d’une impulsion qui a le meˆme contenu
spectral que l’impulsion (a) mais qui n’a aucun couplage spatio-temporel. L’impulsion est
ici e´videmment symme´trique. Nous avons trace´ sur le panneau (c), l’e´volution de la dure´e
de l’impulsion (a) (pointille´s rouges) et celle de l’impulsion (b). Evidemment la dure´e de
l’impulsion (b) est inde´pendante de la position x.
En revanche, la dure´e de l’impulsion (a) varie entre 35fs et 24fs, avec une valeur de
∼ 30fs autour du maximum de l’impulsion. Cette dure´e est 1.25 fois plus grande que
la dure´e optimale qui est de 24fs. Le couplage entraˆıne aussi une e´longation de la tache
focale. On estime la perte en intensite´ au foyer de l’interaction a` ∼ 50% par rapport au
cas ide´al (b). Ces mesures RIS, meˆme si elles sont incomple`tes, sont par conse´quent tre`s
ade´quates pour caracte´riser simplement et rapidement les parame`tres de l’impulsion laser
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Figure 4.10: Dispositif expe´rimental. Le faisceau arrivant depuis le miroir de´formable, est envoye´ sur
le miroir M0. En face du miroir M0 est place´ un miroir M1 d’un demi pouce, de manie`re a` ge´ne´rer une
pre´-impulsion. Un zoom de ce dispositif est pre´sente´ sur la figure 4.14a. Les deux faisceaux sont focalise´s
a` l’aide de la meˆme parabole hors axe. Un zoom de la superposition de la pre´-impulsion (e´chelle de gris)
et de l’impulsion principale (e´chelle de couleur) est pre´sente´e sur la figure 4.14b. Les deux impulsions
sont focalise´es sur une cible de silice. Cette cible est monte´e sur une platine de rotation, permettant ainsi
soit d’e´tudier le spectre harmonique avec une re´solution spatiale (θy, ω), soit d’e´tudier le profil 2D du
faisceau harmonique sans re´solution spectrale (θx, θy).
au foyer de l’interaction.
Une me´thode de caracte´risation plus comple`te : TERMITES, permettant d’analyser plus
en de´tails les de´fauts de l’impulsion laser d’UHI100 a e´te´ de´veloppe´e durant les the`ses
de V. Gallet et G. Pariente, au sein de notre groupe. Ici, nous voulions principalement
pouvoir eˆtre en mesure de controˆler le chirp spatial de l’impulsion rapidement pour mener
les expe´riences qui sont pre´sente´es dans la dernie`re partie de ce manuscrit. Maintenant
que nous avons pre´sente´ les caracte´ristiques du faisceau laser ainsi que les dispositifs
permettant de les controˆler et de les ame´liorer, nous allons nous inte´resser aux dispositifs
expe´rimentaux permettant de mesurer le signal harmonique.
4.5 Dispositifs de mesures des harmoniques
Pour mesurer le signal harmonique, nous utilisons le dispositif expe´rimental pre´sente´ sur la
figure 4.10. Le faisceau laser est focalise´ sur une cible de silice qui est monte´ sur une platine






















Figure 4.11: Re´sultats issus du diagnostic spatio-spectral. L’axe des absisses donne la fre´quence
des harmoniques et l’axe des ordonne´es leur divergence. (a) Pour une intensite´ I ∼ 1017W.cm2, on ge´ne`re
uniquement des harmoniques CWE. On retrouve la fre´quence de coupure a` ω = 20ωL, correspondant
a` la fre´quence maximale d’oscillation plasma ωmaxp ' 20ωL de la cible de silice (cf. partie 2.2). (b) A
une intensite´ de ∼ 1020W.cm−2, le spectre harmonique va beaucoup plus loin en ordre harmonique, cela
correspond a` la ge´ne´ration d’harmoniques ROM.
de rotation motorise´e sous vide. Cette rotation nous permet d’utiliser deux diagnostics. Le
premier est un diagnostic spatio-spectral et le second est un diagnostic purement spatial.
4.5.1 Diagnostic spatio-spectral
Le faisceau harmonique ge´ne´re´ a` la suite de la re´flexion du faisceau principal sur la cible est
envoye´ sur un re´seau concave Shimadzu a` 1200 traits/mm a` pas variable. Les harmoniques
sont ainsi disperse´es spectralement dans une direction et re´solues angulairement dans
l’autre direction. Leur profil spatio-spectral est de´tecte´ a` l’aide d’une MCP (Micro Channel
Plate) rectangulaire de dimension 69 × 88mm, couple´e a` un e´cran de phosphore dont
l’image est re´alise´e sur une came´ra. Ce dispositif a une acceptance angulaire de 140mrad
et nous permet d’observer les ordres harmoniques de 11 a` 160. Une image typique obtenue
a` l’aide de ce diagnostic est pre´sente´ sur la figure 4.11. On a repre´sente´ les spectres
re´solus angulairement obtenus pour les harmoniques CWE (a) et les harmoniques ROM
(b). Ce diagnostic nous permet d’e´tudier les proprie´te´s spatiales et spectrales de chaque
harmonique en fonction des parame`tres de l’interaction laser-plasma.
4.5.2 Diagnostic spatial
Le second diagnostic est purement spatial, et nous permet d’e´tudier le profil 2D des
harmoniques (sans re´solution spectrale). Le faisceau harmonique est envoye´ sur deux
lames de verre traite´es anti-reflet (a` la longueur d’onde du laser) place´es en incidence
rasante (75˚ ), de manie`re a` e´liminer le laser re´fle´chi et les particules e´mises depuis le
plasma. On filtre ensuite le faisceau harmonique en plac¸ant un filtre qui va se´lectionner
une certaine bande spectrale, permettant ainsi d’e´tudier un groupe d’harmoniques donne´.




























Figure 4.12: Re´sultats issus du diagnostic spatial. Avec ce diagnostic, on peut mesurer la divergence
du faisceau harmonique en deux dimensions. On n’a en revanche pas de re´solution spectrale. Profil 2D
d’un faisceau d’harmoniques CWE (a) et d’harmoniques ROM (b). (Les diffe´rences de divergence entre
cette figure et la pre´ce´dente (4.14), s’expliquent notamment par le fait qu’elles n’ont pas e´te´ obtenues
pour les meˆmes conditions expe´rimentales, nous y reviendrons dans la partie 9).
Par exemple, avec un filtre en silicium de 250nm d’e´paisseur, on peut e´tudier le groupe
d’harmoniques H20 − H60 et avec un filtre d’e´tain, de la meˆme e´paisseur, le groupe
d’harmoniques H10 − H15. Le faisceau harmonique est ensuite de´tecte´ a` l’aide d’une
MCP circulaire de diame`tre 40mm, couple´e a` une came´ra. Deux profils spatiaux mesure´s
avec ce diagnostic sont pre´sente´s sur la figure 4.12. Ils correspondent aux harmoniques
CWE (a) et aux harmoniques ROM (b). La diffe´rence entre les deux panneaux vient du
fait que pour les harmoniques CWE nous n’avons pas utilise´ de filtre, alors que pour les
harmoniques ROM, nous avons utilise´ un filtre en silicium de 250nm d’e´paisseur. C’est
pour cela qu’on observe une structure en (b), qui correspond a` la grille du filtre, qui n’est
pas pre´sente en (a).
Pour pouvoir effectivement observer les harmoniques sur ce diagnostic, nous avons duˆ
utiliser le mode impulsionnel de la MCP. Ce mode nous permet d’acque´rir le signal har-
monique uniquement pendant une dure´e τ . Notre alimentation de MCP nous permet de
re´gler τ entre 10ns et 100ns. Les mesures que nous avons effectue´es ont e´te´ re´alise´es avec
une dure´e τ = 35ns. Pour mieux comprendre pourquoi nous avons e´te´ oblige´s d’utiliser
le mode impulsionnel, nous avons repre´sente´ le signal que nous mesurons sans ce mode
sur la figure 4.13 (a) et avec ce mode impulsionnel sur la figure 4.13 (b). Sur le panneau
(a), la MCP est comple`tement sature´e et il est impossible de mesurer le profil spatial
des harmoniques. Au contraire sur le panneau (b), on est en mesure de de´tecter le profil
spatial des harmoniques. La saturation de la MCP dans le cas (a) peut eˆtre due au rayon-
nement incohe´rent provenant du plasma. Le mode impulsionnel permet donc d’avoir une
porte temporelle synchronise´e sur l’arrive´e des harmoniques, et ainsi de ne de´tecter que
ces dernie`res.
Dans les expe´riences pre´sente´es dans dans ce manuscrit, nous utilisons l’un ou l’autre de
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(a) (b)
Figure 4.13: Mode impulsionnel de la MCP. (a) Lorsque la MCP n’est pas dans son mode impul-
sionnel, on observe une comple`te saturation, qui peut eˆtre due au rayonnement incohe´rent provenant du
plasma. (b) Lorsque la MCP est dans son mode impulsionnel on peut mesurer le profil spatial 2D du
faisceau harmonique.
ces deux diagnostics car ils sont tre`s comple´mentaires. Nous allons maintenant pre´senter
le dispositif que nous avons installe´ pour controˆler la longueur de gradient.
4.5.3 Dispositif de controˆle de la longueur de gradient
Pre´sentation ge´ne´rale
Pour controˆler la longueur du gradient avec lequel l’impulsion laser va interagir, nous
avons imple´mente´ un syste`me simple. Ce syste`me est pre´sente´ sur la figure 4.14a. En
face du miroir de transport M0, on a place´ un miroir M1 d’un demi pouce, de manie`re a`
ge´ne´rer une pre´-impulsion. Le miroir M1 est place´ a` une distance δ du miroir M0. Ainsi
l’impulsion laser principale (celle servant a` ge´ne´rer les harmoniques) se propage avec un
retard τ par rapport a` la pre´-impulsion. Comme sche´matise´ sur la figure 4.10, ces deux
impulsions sont focalise´es par la meˆme parabole hors axe. La pre´-impulsion arrive ainsi
sur la cible avant l’impulsion principale. Son intensite´ de l’ordre de quelques 1016W.cm−2
est suffisante pour cre´er un pre´-plasma avec lequel va interagir l’impulsion principale.
Il est inte´ressant de noter qu’il est crucial de bien choisir la fluence F de cette pre´-
impulsion. En effet, il faut que :
1. F soit suffisament e´leve´e pour ioniser la cible et cre´er un pre´-plasma.
2. F ne doit pas non plus eˆtre trop e´leve´e : il faut que l’expansion du plasma pen-
dant la dure´e τL de la pre´-impulsion soit infe´rieure aux longueurs de gradients L
caracte´ristiques qu’on cherche a` cre´er. Si on note Cs(F ) la vitesse d’expansion du
plasma a` la fluence F , l’expansion du plasma la plus petite qu’on peut atteindre
vaut Cs(F )τL. Pour que le pre´-plasma cre´e´ par la pre´-impulsion soit exploitable
expe´rimentalement, il faut donc satisfaire le crite`re :
CsτL << L (4.2)











Figure 4.14: Dispositif expe´rimental permettant le controˆle de la longueur de gradient. (a)
En face du miroir M0 est place´ un miroir M1 d’un demi pouce, de manie`re a` ge´ne´rer une pre´-impulsion.
Les deux faisceaux sont focalise´s a` l’aide de la meˆme parabole hors axe (comme le montre la figure 4.10).
(b) Comme le diame`tre de la pre´-impulsion est plus petit que l’impulsion principale, au foyer la tache
focale de la pre´-impulsion (e´chelle de gris) est plus grande que celle de l’impulsion principale (e´chelle de
couleur). Cela permet d’eˆtre suˆr que l’impulsion principale interagit avec un plasma homoge`ne.
Typiquement, pour e´tudier les proprie´te´s des harmoniques en fonction de L, on veut
L ≥ λ/100. Sachant que τL = 25fs, il faut que la vitesse d’expansion du plasma
soit infe´rieure a` 320nm/ps. Nous verrons dans la partie 6, qu’avec nos parame`tres
expe´rimentaux nous obtenons une vitesse d’expansion Cs = 37nm/ps. Nous sommes
donc en mesure d’e´tudier les proprie´te´s des harmoniques dans la gamme d’inte´reˆt
de longueurs de gradient (L ∈ [λ/100, λ/10]).
Avant focalisation la pre´-impulsion a un diame`tre bien infe´rieur (un demi-pouce) a` l’im-
pulsion principale (75mm de diame`tre). Lorsqu’on focalise ces deux impulsions, au foyer
la tache focale correspondant a` la pre´-impulsion est plus grande que celle de l’impulsion
principale (∼ 6 fois ), comme le montre la figure 4.14b. On est par conse´quent suˆr que
l’impulsion principale interagit avec un plama homoge`ne dans les directions transverses.
En changeant le de´lai τ , on change la longueur de gradient, car l’expansion du plasma
de´pend directement de τ .
Expe´rimentalement, il est e´galement important de pouvoir obtenir un de´lai τ = 0 entre les
deux impulsions. Me´caniquement, cela semble difficile, si l’on place un miroir devant un
autre, d’obtenir δ = 0. Nous avons pour cette raison utilise´ une astuce qui consiste a` ce que
le miroir M1 soit re´flechissant uniquement sur sa face arrie`re, la face avant de M1 e´tant
traite´ anti-reflet. Ainsi la pre´-impulsion traverse une certaine e´paisseur de verre avant
d’eˆtre re´fle´chie. Elle acquiert ainsi un retard par rapport a` l’impulsion principale et nous
obtenons un de´lai τ = 0 pour une distance δ > 0. En effet, le retard qu’elle acquiert durant
la traverse´e de la portion de verre, d’e´paisseur d = 2mm vaut : ∆τ ∝ 2d.(1/vg − 1/c), ou`
vg est la vitesse de groupe dans le verre, qui vaut vg ' 2/3c. On peut ainsi obtenir un
de´lai nul τ = 0 en plac¸ant le miroir M1 a` une distance δ ' d/2 en avant du miroir M0.
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Limite du syste`me
Il est important de noter ici qu’on controˆle graˆce a` ce syste`me la longueur de gradient
L0, qui est due uniquement a` la pre´-impulsion avant l’arrive´e de l’impulsion principale,
et non la longueur de gradient ”totale” L au maximum de l’impulsion principale, qui est
due a` la pre´-impulsion et a` l’impulsion principale (figure 4.15). Si on note Lip la longueur
de gradient due a` l’impulson principale, on a :
L = L0 + Lip (4.3)
Avec le tre`s bon contraste de notre laser, et l’utilisation du double miroir plasma, on peut
conside´rer que Lip ∼ λ avec  << 0.1 et ainsi pour des gradients suffisamment longs
∼ λ/20, on peut conside´rer L = L0. Cependant, pour des gradients courts, infe´rieurs a`
λ/40, la longueur de gradient L0 est similaire a` Lip. Autrement dit, l’impulsion principale
perturbe la longueur de gradient initiale. C’est une des limites de notre syste`me qui
rend difficile l’e´tude de la ge´ne´ration d’harmonique aux gradients extre`mement courts
(infe´rieurs a` λ/40). Nous verrons dans la partie 8 que l’on peut obtenir une estimation
de Lip a` partir de nos re´sultats expe´rimentaux. Dans toute la suite de ce manuscrit, nous
nous re´fe`rerons a` L pour les donne´es issues de mode´lisation ou de simulation et a` L0 pour
les donne´es expe´rimentales.
Malgre´ cette limitation, ce dispositif nous a permis d’e´tudier, pour la premie`re fois de
manie`re expe´rimentale, la ge´ne´ration d’harmoniques en fonction de la longueur de gra-
dient. Les re´sultats de cette e´tude sont pre´sente´s dans la prochaine partie. Pour affiner
notre e´tude et la compre´hension de la ge´ne´ration d’harmoniques sur miroir plasma nous
avons e´galement a` notre disposition plusieurs codes de simulations nume´riques. Nous les














Figure 4.15: Controˆle de la longueur de gradient. A ”t = −1” les deux impulsions n’ont pas encore
interagi avec la cible. A t = 0, la pre´-impulsion ionise la cible, le plasma s’expand cre´ant ainsi un pre´-
plasma ayant une longueur de gradient L0. A t = τ , l’impulsion principale interagit avec le pre´-plasma
et modifie le´ge`rement la longueur de gradient pre´ce´dente en l’allongeant de Lip. La longueur de gradient
au maximum de l’impulsion vaut alors L = L0 + Lip. L’effet de l’impulsion principale sur la longueur de
gradient a e´te´ volontairement accentue´ sur ce sche´ma.
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Chapitre 5
Codes particulaires
Nous nous proposons dans ce chapitre de pre´senter les moyens nume´riques que nous utili-
sons lors de l’e´tude de l’interaction laser-plasma a` tre`s haute intensite´ (I > 1016W.cm−2).
De fac¸on ge´ne´rale, les codes de simulation nume´rique de plasma peuvent eˆtre se´pare´s en
deux cate´gories selon qu’ils utilisent une description fluide ou cine´tique du plasma. L’ap-
proche fluide consiste a` travailler sur des valeurs moyennes en conside´rant les diffe´rentes
espe`ces de particules du plasma comme des fluides, et a` re´soudre nume´riquement les
e´quations hydrodynamiques pour ces espe`ces. En revanche, avec l’approche cine´tique, on
conside`re des mode`les plus de´taille´s prenant en compte la distribution locale des particules
et impliquant les interactions entre le champ e´lectromagne´tique et ces particules.
Dans l’approche fluide, on suppose que le plasma est localement en e´quilibre thermodyna-
mique. Or dans l’e´tude de la ge´ne´ration harmoniques, cette condition est rarement ve´rifie´e.
Nous utilisons donc des codes cine´tiques. Nous allons tout d’abord pre´senter le principe
de ces codes et de´taillerons brie`vement les deux codes que nous utilisons : CALDER et
EUTERPE.
5.1 Princicipe d’un code particulaire
La description la plus directe du syste`me laser-plasma consiste a` utiliser la fonction de












Couple´e aux e´quations de Maxwell, cette e´quation permet d’obtenir une description
comple`te de la dynamique du plasma. Malheureusement, en pratique il est impossible
de la re´soudre dans le cas ou` f est une fonction a` 7 dimensions (3 en position, 3 en vi-
tesse, 1 en temps). Cette me´thode est applicable uniquement si l’on conside`re des syste`mes
a` trois ou quatre dimensions : une pour l’espace et deux ou trois pour les vitesses. Une
autre approche consiste a` ne plus conside´rer l’e´volution de cette fonction de distribution
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mais celle d’un nombre important de macro-particules discre`tes. C’est le principe des
codes particulaires dit code PIC pour Particle In Cell.
Une macro-particule est une particule virtuelle qui repre´sente de nombreuses particules
(jusqu’a` plusieurs millions d’e´lectrons ou d’ions). L’utilisation de telles particules est pos-
sible car la force de Lorentz depend seulement du ratio charge/masse (Z/m). Ainsi une
macro-particule va suivre la meˆme trajectoire qu’une vraie particule.
La simulation PIC est ainsi une manie`re d’e´tudier un phe´nome`ne macroscopique en pre-
nant en compte toutes les interactions microscopiques. En choisissant un maillage assez
fin et des macro-particules assez petites, faire une simulation PIC revient a` faire une
expe´rience virtuelle avec des conditions initiales parfaitement de´finies.
Le principe d’une simulation PIC est sche´matise´ sur la figure 5.1.
Apre`s l’initialisation du syste`me, le code PIC suit la proce´dure suivante :
1. Connaissant les positions et les vitesses des particules (apre`s l’e´tape d’initialisation
pour la premie`re ite´ration) on calcule les sources (densite´s de charges et de courant)
sur les noeuds du maillage.
2. A partir de la connaissance des densite´s de charge et de courant on utilise les
e´quations de Maxwell pour de´terminer les champs sur la grille.
3. On interpole le champ e´lectromagne´tique au niveau des particules.
4. On re´soud l’e´quation de mouvement des particules et on recommence le cycle avec
un pas de temps suffisamment faible pour re´soudre les hautes fre´quences.
Durant ma the`se j’ai utilise´ le code CALDER, de´veloppe´ par E. Lefebvre au CEA. Nous
allons maintenant pre´senter ce code.
5.2 CALDER
Le code PIC CALDER est un code PIC 1D/2D/3D de´veloppe´ par E. Lefebvre et son
e´quipe. Nous l’utilisons en 2D-3V, c’est-a`-dire que le code ge`re deux dimensions de l’es-
pace et calcule les vitesses dans toutes les directions. Les calculs ont e´te´ effectue´s sur
les supercalculateurs du CCRT (Centre de Recherche de Calcul et Technologie). Graˆce
a` ces supercalculateurs, nous pouvons paralle´liser les calculs sur plusieurs centaines de
processeurs et ainsi re´duire le temps de calcul de chaque simulation. Une simulation type
permettant d’e´tudier la ge´ne´ration d’harmoniques sur miroir plasma prend en ge´ne´ral
∼ 12000 heures processeurs, soit 24h si on la paralle´lise sur 512 processeurs.
Pour les simulations de ge´ne´ration d’harmoniques sur miroir plasma, la boˆıte de simulation
est telle que celle pre´sente´e sur la figure 5.2a. Le laser est injecte´ depuis le haut de la boˆıte
de simulation par des conditions de bord, il arrive avec un angle θ = 45˚ par rapport a` la
surface de la cible, puis il est re´fle´chi par le miroir plasma et se propage selon la direction
spe´culaire z. La coordonne´e x est la coordonne´e transverse.
On enregistre le champ By a` la position z0 en fonction de x a` chaque ite´ration. Un exemple
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Figure 5.1: Sche´ma d’un code PIC. Apre`s l’initialisation du syste`me, le code calcule, a` l’ite´ration
n, les sources (densite´ de charges et de courant) au niveau de la grille du syste`me, puis les champs
e´lectromagne´tiques, les interpole au niveau des particules, et de´place ensuite les particules, assigne les
particules aux noeuds du maillage du syste`me pour pouvoir calculer les sources a` l’ite´ration n+ 1.
de x et de t nous permet d’e´tudier a` la fois les proprie´te´s spatiales des harmoniques et les
proprie´te´s temporelles du train attoseconde ge´ne´re´, ainsi que celles de chaque impulsion
attoseconde. Cela nous permet, comme nous allons le voir, d’e´tudier les harmoniques soit
dans le plan source (en z=0) soit en champ lointain. Cela ne´cessite e´videmment l’utilisation




















Figure 5.2: Illustration du diagnostic de champ utilise´ dans CALDER. (a) Sche´ma de la boˆıte
de simulation. Le laser incident arrive sur la cible avec un angle de 45˚ . Le champ est enregistre´ a` chaque
ite´ration le long de la ligne de champ. (b) Champ By(t, x) enregistre´ au niveau de la ligne de champ.
Dans cette simulation, a0 = 6, L = λ/8 et τL = 24TL.




















Figure 5.3: Spectre re´solu spatialement du champ re´fle´chi. (a) Spectre du champ re´fle´chi re´solu
spatialement : Er(x, ω, z = 0). (b) Evolution de la taille de source des harmoniques en fonction de
l’ordre harmonique obtenue a` partir du spectre (a). Apre`s une forte de´croissance, la taille de source reste
constante a` partir de l’ordre 14. Dans cette simulation, a0 = 6, L = λ/8 et τL = 24TL.
5.2.1 Harmoniques dans le plan source
Dans la pratique, on veut connaˆıtre le champ By non pas en z = z0, mais dans le plan
source en z = 0, la` ou` a lieu la ge´ne´ration d’harmoniques. Pour connaˆıtre le champ By
en z = 0, a` partir du champ que l’on a enregistre´ en z = z0, on utilise la de´composition
en onde plane, de´taille´e dans [41]. On peut ainsi de´terminer le champ Er(x, t, z = 0) =
By(x, ω, z = 0). En calculant la transforme´e de Fourier de ce champ, on obtient le spectre
re´solu en espace du champ re´fle´chi. On a repre´sente´ ce spectre sur la figure 5.3a. A partir de
ce spectre, on peut de´terminer la taille de source wn de chaque harmonique n, en calculant
la largeur a` mi hauteur du profil spatial hn(x), obtenu en inte´grant spectralement le champ




|Er(x, ω, z = 0)|dω (5.2)
On obtient alors la figure 5.3b, ou` on a repre´sente´ l’e´volution de la taille de source en
fonction de l’ordre harmonique. C’est cette me´thode que nous utilisons dans la partie
10.4.2 pour comparer nos re´sultats expe´rimentaux aux re´sultats de simulations PIC.
Graˆce aux simulations PIC, nous pouvons e´galement e´tudier les proprie´te´s temporelles du
train attoseconde dans le plan source.
5.2.2 Train d’impulsions attosecondes dans le plan source
Sur la figure 5.4a, on a repre´sente´ le train attoseconde dans le plan source obtenu a` partir
d’une simulation PIC. En inte´grant ce train selon la direction spatiale, on obtient le train
attoseconde de la figure 5.4b. En repe´rant les maximas de ce train, on peut mesurer les
temps d’e´missions τe(n) des impulsions attosecondes au cycle optique n, on obtient alors la
courbe de la figure 5.5a. Comme l’e´mission des harmoniques se fait a` chaque cycle optique,



















Figure 5.4: Train attoseconde dans le plan source. (a) Train attoseconde obtenu dans le plan source
(b) Train attoseconde obtenu en inte´grant spatialement le train attoseconde (a). Dans cette simulation,
a0 = 0.8, L = λ/30.
cycle a` l’autre, l’instant d’e´mission peut varier au sein d’un cycle optique. C’est cette
variation qui nous inte´resse, elle nous permet par exemple de caracte´riser la de´rive de
fre´quence femtoseconde des harmoniques CWE (cf. partie 2.3). En notant τ ′e(n) cette
variation, on peut e´crire :
τe = τ
′
e + nTL (5.3)
Pour connaˆıtre la variation du temps d’e´mission τ ′e au sein d’un cycle optique, il suffit de
retrancher la composante line´aire nTL a` la courbe donnant τe(n) (figure 5.5a). On obtient
alors la courbe de la figure 5.5b, qui a la forme en U qui caracte´rise l’e´mission CWE
(cf. partie 2.3). Cette de´termination des instants d’e´mission τ ′e nous sera particulie`rement
utile dans la partie 15.
Nous allons maintenant nous inte´resser a` la de´termination des proprie´te´s spatiales des
harmoniques en champ lointain.




























Figure 5.5: De´termination des temps d’e´mission des impulsions attosecondes a` partir des
simulations PIC. (a) Mesure des temps d’e´mission τe, obtenue en repe´rant les maxima du train d’impul-
sions attosecondes repre´sente´ sur la figure 5.4b. (b) Mesure des temps d’e´mission τ ′e, donnant la variation
des temps d’e´mission d’un cycle a` l’autre, au sein d’un cycle optique. Dans cette simulation, a0 = 0.8,
L = λ/30.

































Figure 5.6: Spectre re´solu angulairement et divergence des harmoniques. (a) TF2D du champ
re´fle´chi par le miroir plasma. La distance a` l’origine correspond a` la fre´quence et l’angle polaire θ cor-
respond a` l’angle d’e´mission de la lumie`re dans l’espace (x, z). (b) Spectre re´solu angulairement obtenu
apre`s interpolation de la TF2D sur les points (θ = kx/k, ω). A partir du spectre (b), on peut mesurer
la divergence de chaque harmonique. (c) Evolution de la divergence en fonction de l’ordre harmonique,
obtenue a` partir du spectre re´solu angulairement (b).
5.2.3 Proprie´te´s spatiales des harmoniques en champ lointain
Pour pouvoir comparer nos re´sultats expe´rimentaux aux simulations PIC, il est important
de calculer le spectre harmonique re´solu angulairement (en champ lointain). Pour cela,
on calcule d’abord la transforme´e de Fourier 2D du champ Er(x, t, z). On obtient alors
le champ Er(kx, ω, z), repre´sente´ sur la figure 5.6a. Sur ce graphe, la distance a` l’origine
correspond a` la fre´quence et l’angle polaire θ correspond a` l’angle d’e´mission de la lumie`re
dans l’espace (x, z). Pour de´terminer le spectre re´solu angulairement Er(θ, ω), il faut donc
changer de repe`re. Cela se fait en interpolant le champ Er(kx, ω, z) sur les coordonne´es
polaires (θ = kx/k, ω). On obtient alors le spectre re´solu angulairement Er(θ, ω) pre´sente´
sur la figure 5.6b. A partir de ce spectre, on peut calculer la divergence ∆θn de chaque





On peut alors tracer l’e´volution de la divergence en fonction de l’ordre harmonique (figure
5.6c). C’est ainsi que nous avons pu comparer la divergence des harmoniques ROM calcule´e
a` partir du mode`le d’enfoncement (cf. partie 3.3.3) aux re´sultats de simulations PIC (figure
3.10 de la partie 3.3.4). Nous re´utiliserons le champ Er(θ, ω) dans la partie 15, lorsque nous
e´tudierons le ”photonic streaking”, une me´thode permettant d’obtenir des informations
temporelles dans le plan source a` partir de mesures spatiales effectue´es en champ lointain.
Durant ma the`se j’ai utilise´ uniquement le code CALDER, comme soutien aux re´sultats
expe´rimentaux, mais dans ce manuscrit nous comparerons e´galement les re´sultats expe´-
rimentaux aux re´sultats issus du code EUTERPE, qui ont e´te´ obtenus par C. Thaury et




EUTERPE est un code 1D3V, de´veloppe´ par G. Bonnaud au CEA, c’est-a`-dire qu’il ne
ge`re l’e´tude que d’une seule dimension spatiale, mais peut calculer les vitesses dans toutes
les directions. Il permet de simuler l’interaction d’un laser dans le cas d’une onde plane
en incidence normale, mais e´galement d’e´tudier l’interaction laser plasma en incidence
oblique en utilisant une me´thode simple initialement de´veloppe´e par Bourdier dans le
cadre de calculs analytiques [68].
Le principe de cette me´thode est d’effectuer la simulation dans un re´fe´rentiel R0 ou` l’onde
arrive sur la cible en incidence normale. Ce re´fe´rentiel est simplement en translation uni-
forme par rapport au re´fe´rentiel du laboratoire R, a` la vitesse c sin θ ou` θ est l’angle
d’incidence (figure 3.3). On peut ainsi passer de R a` R0 en effectuant une transformation
de Lorentz. Si ce code ne permet pas l’e´tude de deux dimensions spatiales, il pre´sente
cependant l’avantage de pouvoir re´aliser des simulations sans l’utilisation de supercalcu-
lateurs.
Nous utilisons les re´sultats de ce code dans la prochaine partie lorsque nous e´tudions la
variation de l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques en fonction de divers parame`tres de
l’interaction laser-plasma. Nous allons maintenant pre´senter les re´sultats expe´rimentaux
que nous avons obtenus et qui permettent pour la premie`re fois de caracte´riser et de
controˆler les proprie´te´s de la source harmonique, CWE et ROM, en fonction notamment
de la longueur de gradient.
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Controˆle et mesure du gradient
Un des parame`tres physiques essentiels de l’interaction laser-plasma, associe´ a` la ge´ne´ration
d’harmoniques, est la longueur caracte´ristique de gradient de densite´ plasma. Durant
ma the`se nous avons re´alise´ la premie`re e´tude expe´rimentale quantitative permettant de
mettre en e´vidence l’effet de ce parame`tre sur la ge´ne´ration d’harmoniques. Pour cela,
nous avons utilise´ le dispositif expe´rimental pre´sente´ sur la figure 4.14a. Il nous permet
de ge´ne´rer un pre´-plasma avant l’arrive´e de l’impulsion principale et ainsi de controˆler
pre´cise´ment la longueur L du gradient de densite´ avec lequel interagit cette impulsion prin-
cipale. Nous allons pre´senter dans ce chapitre les mesures re´alise´es sur ce pre´-plasma per-
mettant de de´terminer L. Nous avons pour cela mesure´ l’expansion du plasma graˆce a` un
diagnostic interfe´rome´trique dans le domaine des fre´quences [69]. Ces mesures seront uti-
lise´es dans toute la suite de ce manuscrit. Nous pre´senterons tout d’abord l’interfe´rome´trie
dans le domaine de Fourier (FDI) dans le cas ge´ne´ral, puis nous nous inte´resserons au
cas particulier de notre dispositif expe´rimental, et enfin nous discuterons les re´sultats que
nous avons obtenus.
6.1 L’interfe´rome´trie dans le domaine de Fourier
6.1.1 Ide´e ge´ne´rale et dispositif expe´rimental
L’interfe´rome´trie dans le domaine de Fourier est utilise´e pour mesurer des de´phasages
∆φ induits par une impulsion pompe lors de son interaction avec une cible [69]. Ces
∆φ peuvent eˆtre lie´s a` diffe´rents effets. Dans notre cas, l’impulsion pompe (ou impulsion
principale) vient cre´er un pre´-plasma ayant une longueur de L. Ensuite, avec une seconde
impulsion (dite impulsion sonde), on vient sonder le milieu pour mesurer ∆φ, a` partir
duquel on pourra de´terminer L.
Le dispositif expe´rimental est repre´sente´ sur la figure 6.1. L’impulsion principale interagit
avec la cible sur une surface environ 10 fois plus petite que le diame`tre de l’impulsion
sonde. L’impulsion sonde arrive sur la cible a` un de´lai τ (re´glable) de l’impulsion pompe.
Nous allons pouvoir ainsi mesurer l’expansion du plasma en fonction de τ , ce qui nous
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Figure 6.1: Dispositif expe´rimental de l’interfe´rome´trie dans le domaine des Fourier.
donnera la vitesse Cs d’expansion du plasma. Nous aurons ainsi la correspondance entre
le de´lai τ et la longueur de gradient L. Ce qui nous sera d’une aide pre´cieuse lors nos
expe´riences de ge´ne´ration d’harmoniques.
On re´alise l’image de la zone d’interaction sur un spectrome`tre imageur graˆce a` un triplet
de longueur focale f = 200mm. L’utilisation d’un triplet nous permet d’e´viter l’intro-
duction d’e´ventuels aberrations optiques qui pourraient de´grader nos mesures. La tache
focale de l’impulsion sonde e´tant beaucoup plus grande que celle de l’impulsion pompe,
l’impulsion sonde n’est perturbe´e qu’autour de son centre (la` ou` l’impulsion pompe a
interagi avec la cible) et reste inchange´e partout ailleurs. Si on fait interfe´rer la partie
non perturbe´e avec la partie perturbe´e de l’impulsion, on pourra mesurer le ∆φ induit
par l’impulsion pompe. Pour cela, on a place´ entre le triplet et le spectrome`tre imageur,
un interfe´rome`tre de Mach-Zender. Graˆce a` cet interfe´rome`tre, on ge´ne`re une re´plique
de l’impulsion sonde, on a ainsi deux impulsions sondes identiques. Cet interfe´rome`tre
est re´gle´ de manie`re a` ce qu’a` sa sortie les deux impulsions sondes issues des deux bras
de l’interfe´rome`tre soient de´cale´es spatialement et angulairement. On peut alors faire in-
terfe´rer la partie non-perturbe´e d’une des impulsions avec la partie perturbe´e de l’autre
impulsion. On mesure les interfe´rences entre les deux impulsions a` l’aide du spectrome`tre
imageur. Ce dernier nous permet de mesurer des interfe´rogrammes avec une re´solution
spatiale. On sera ainsi capable de mesurer le de´phasage ∆φ en fonction de la coordonne´e
transverse x : ∆φ(x) et donc de de´terminer L(x). En principe la deuxie`me dimension
de l’interfe´rogramme qui est une dimension spectrale permet d’observer l’expansion du
plasma en tir unique si l’impulsion sonde est chirpe´e temporellement [70]. Durant notre
expe´rience, nous n’avons pas chirpe´ cette impulsion et avons donc mesure´ ∆φ pour chaque
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Figure 6.2: Interfe´rogrammes. Interfe´rogrammes obtenus lors d’un tir de re´fe´rence (a) et lors d’un tir
avec l’impulsion pompe (b).
de´lai τ . Nous allons de´crire dans la prochaine section la proce´dure qui nous permet d’ob-
tenir ∆φ a` partir de l’interfe´rogramme. Nous exprimerons enfin L en fonction de ∆φ.
6.1.2 Mesure de la longueur de gradient
Pour mesurer la longueur de gradient a` partir de nos mesures FDI, nous avons mesure´ la
diffe´rence de phase ∆φ a` partir de franges spatiales. La mesure s’effectue en deux temps :
d’abord on re´alise un tir de re´fe´rence sans l’impulsion pompe, puis un ”vrai” tir laser avec
l’impulsion pompe.
Re´alisation d’un tir de re´fe´rence (sans impulsion pompe)
En sortie de l’interfe´rome`tre, les impulsions issues des deux bras sont de´cale´es angulai-
rement de ∆kx. En conside`rant que les deux bras de l’interfe´rome`tre sont parfaitement
e´quilibre´s, on a |E1(kx)| = |E2(kx)| = |E(kx)|. On peut donc e´crire le champ e´lectrique
total Etot en sortie de l’interfe´rome`tre :
Etot(kx) = E(kx) + E(kx)⊗ δ(kx + ∆kx). exp (−iφ) (6.1)
ou` φ est la diffe´rence de phase entre les faisceaux des deux bras. Expe´rimentalement, on
mesure l’amplitude du spectre du signal, soit au foyer image (sur le de´tecteur) :
Itot(x) = |TF (Etot)|2 = |TF (E(kx)|2|1 + exp−i(φ+ ∆kx.x)|2 (6.2)
Soit :
Itot(x) = 2.|TF (E(kx)|2(1 + cos (φ+ ∆kx.x)) (6.3)
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A partir des franges constituant le signal (figure 6.2), on peut extraire la phase φ+ ∆kxx
en utilisant le traitement nume´rique de´veloppe´ par Takeda [71]. En effectuant une trans-
forme´e de Fourier par rapport a` x du signal mesure´, on obtient la figure 6.3a. L’information
qui nous inte´resse se trouve dans les deux pics de Dirac entoure´s en rouge. Ces pics sont
dus au terme en cos (φ+ ∆kx.x) dans l’e´quation 6.3. En filtrant un de ces deux pics, et
en re´alisant une transforme´e de Fourier inverse sur cette fonction filte´e (pour revenir dans
l’espace de de´part), on obtient alors la phase φ+∆kx.x. Nous pouvons maintenant re´aliser
un tir avec l’impulsion pompe pour pouvoir de´terminer la longueur de gradient.
fréquence
espace
Figure 6.3: Transforme´e de Fourier d’un interfe´rogramme obtenu lors d’un tir de re´fe´rence.
Le terme en cos (φ+ ∆kx.x) donne deux pics dans la transforme´e de Fourier de l’interfe´rogramme (iden-
tifie´s par les cercles rouges). On filtre un des deux pics pour pouvoir de´terminer la phase φ+ ∆kx.x. Le
filtre est sche´matise´ en pointille´s blancs sur cette figure, le filtre vaut F = 1 a` l’inte´rieur des pointille´s et
F = 0 a` l’exte´rieur.
Re´alisation d’un tir laser avec l’impulsion pompe
En conside´rant toujours que les bras sont parfaitement e´quilibre´s, on peut e´crire le champ
e´lectrique total Etot en sortie de l’interfe´rome`tre :
Etot = E(kx) +
√
R.E(kx)⊗ δ(kx + ∆kx). exp (−i(φ+ ∆φ)) (6.4)
avec
√
R le coefficient de re´flexion du champ e´lectrique laser sur le plasma et ∆φ la
diffe´rence de phase que l’on cherche a` mesurer. En utilisant le meˆme traitement que dans
le cas du tir de re´fe´rence et connaissant φ+∆kx.x, on peut de´terminer ∆φ, en soustrayant
la phase du tir de re´fe´rence a` la phase du tir re´alise´ avec l’impulsion pompe.
Aux temps suffisamment longs, on peut conside´rer que la perturbation de phase est uni-
quement due a` l’expansion du plasma et donc au de´placement de la surface de re´flexion de
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l’impulsion sonde [72]. On peut donc de´duire, comme illustre´ sur la figure 6.4, la longueur







En comparaison des ge´ome´tries habituelles utilise´es pour les mesures FDI, nous avons
utilise´ une ge´ome´trie particulie`re que nous allons maintenant de´tailler.
6.2 Synchronisation pompe-sonde
Dans les expe´riences de FDI habituelles, les impulsions pompe et sonde arrivent sur la cible
depuis deux chemins se´pare´s, et sont cre´e´es largement en amont de la zone d’interaction
(depuis la chaˆıne laser). Elles sont ensuite focalise´es inde´pendamment l’une de l’autre
pour re´aliser les mesures. Cela pre´sente une difficulte´ majeure, qui est la synchronisation
des deux faisceaux. Pour pallier ce proble`me, nous avons utilise´ un dispositif similaire a`
celui de la figure 4.10. Nous pre´sentons ce dispositif sur la figure 6.5. Il pre´sente l’avantage
de cre´er la pompe et la sonde a` partir du meˆme faisceau initial et ce tre`s pre`s de la zone
d’interaction (une seule optique se´pare la cre´ation des impulsions pompe-sonde de la zone
d’interaction).
Le miroir M1 sert a` ge´ne´rer l’impulsion pompe. Pour obtenir l’impulsion sonde, nous
avons place´ un masque dans le faisceau qui se´lectionne un faisceau de 200µm de diame`tre






Figure 6.4: De´termination de la longueur de gradient a` partir d’un de´phasage mesure´. Du fait
du gradient cre´e´ par l’impulsion pompe, les faisceaux perturbe´s (1) et non-perturbe´s 2 ne sont pas re´fle´chis
sur la meˆme surface, ce qui entraˆıne un de´phasage ∆φ entre les deux. Ce de´phasage peut s’exprimer en
fonction de la longueur de gradient : ∆φ = 2kL cos θ.L, ou` kL = 2pi/λL est le vecteur d’onde de l’impulsion
sonde.
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sont ensuite focalise´es sur la cible par la meˆme parabole hors axe. Graˆce au controˆle de
la distance δ entre les miroirs M1 et M0, on peut controˆler le de´lai τ et ainsi changer la
longueur de gradient que l’on cherche a` de´terminer. Cela nous permet de caracte´riser le
pre´-plasma, cre´e´ par l’impulsion issue de M1, que l’on uitilise dans nos expe´riences de




Figure 6.5: Dispositif expe´rimental permettant de ge´ne´rer l’impulsion pompe et l’impulsion
sonde.
6.3 Re´sultats des mesures FDI
Nous avons repre´sente´ sur la figure 6.6a, la diffe´rence de phase ∆φ(x, τ) re´solue spatiale-
ment en fonction de la coordonne´e transverse x de la zone d’interaction, que nous avons
mesure´e pour diffe´rentes valeurs du de´lai τ . On peut noter que cette diffe´rence de phase
(a) (b)
x
Figure 6.6: Re´sultats des mesures FDI. (a) Diffe´rences de phase mesure´es pour diffe´rentes valeurs de
de´lai τ , en fonction de la coordone´e transverse x. (b) Evolution de la longueur de gradient de densite´ en
fonction du de´lai τ . De cette e´volution on peut de´terminer la vitesse d’expansion :CS = dL/dτ = 37nm/ps.
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augmente lorsqu’on augmente le de´lai τ . Ceci est normal puisque l’expansion du plasma
augmente avec le de´lai τ . A un de´lai donne´, elle est maximale au centre de la tache focale,
en x = 0 (la` ou` la fluence de l’impulsion pompe est maximale). A partir des mesures
pre´sente´es sur le panneau (a), on peut de´duire, graˆce a` la formule 6.5, l’e´volution de la
longueur de gradient L en fonction du de´lai τ . On voit que L varie line´airement avec τ .
De cette e´volution on peut de´duire la vitesse d’expansion du plasma Cs = dL/dτ . Nous
avons obtenu Cs = 37nm/ps pour une fluence de l’impulsion pompe de 2.75×102J/cm−2.
(b)
Figure 6.7: Mesure de la vitesse d’expansion du plasma en fonction de la fluence Variation de
la vitesse d’expansion Cs = dL/dt, mesure´e en x = 0, de´duite des mesures pre´sente´es en (a), en fonction
de la fluence. L’encart montre l’e´volution de la tempe´rature des e´lectrons (prise a` la densite´ critique nc) en
fonction de la fluence, obtenue a` l’aide de simulations hydrodynamiques re´alise´es avec le code ESTHER.
Nous pre´sentons sur la figure 6.7, la de´pendance de la vitesse d’expansion Cs en fonction
de la fluence de l’impulsion. Cette de´pendance (au-dela` du seuil requis pour ioniser la
cible) est quasi-line´aire avec la fluence. Des simulations hydrodynamiques, re´alise´es avec
le code 1D ESTHER dans des conditions comparables a` celles de l’expe´rience (encart
de la figure 6.7), montrent que cette variation peut eˆtre attribue´e essentiellement a` une
augmentation de la tempe´rature Te des e´lectrons avec la fluence de l’impulsion pompe,
due a` une augmentation de l’e´nergie absorbe´e. Nous utiliserons la de´pendance de la vitesse
d’expansion avec la fluence de l’impulsion dans la quatrie`me partie de ce manuscrit.
Nous sommes maintenant capables de ge´ne´rer un pre´-plasma avec un syste`me relativement
simple. Nous sommes capables de quantifier ce pre´-plasma. Nous allons pouvoir e´tudier
dans les prochains chapitres comment et pourquoi ce syste`me s’ave`re eˆtre un atout majeur
lorsqu’on e´tudie la ge´ne´ration d’hamoniques sur miroir plasma.
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Chapitre 7
Re´gime de bas e´clairement (CWE)
Nous allons nous inte´resser dans ce chapitre aux re´sultats expe´rimentaux que nous avons
obtenus lors de notre e´tude des harmoniques CWE. Nous allons voir comment nous avons
modifie´ le dispositif expe´rimental afin d’e´tudier spe´cifiquement ces harmoniques. Nous
pre´senterons les premiers re´sultats permettant de mettre en e´vidence l’influence de la
longueur de gradient sur les harmoniques (efficacite´ de ge´ne´ration, divergence et largeur
spectrale). Nous e´tudierons e´galement l’influence de l’intensite´ laser sur leur divergence
et leur efficacite´ de ge´ne´ration . Nous terminerons en pre´sentant une me´thode permettant
de controˆler la divergence des harmoniques, en utilisant la phase du laser incident.
7.1 Dispositif expe´rimental
Pour e´tudier uniquement les harmoniques CWE, il est important de se placer a` des inten-
site´s infe´rieures a` ∼ 1018W.cm−2 (au-dela` on ge´ne`re aussi des harmoniques ROM). Pour
obtenir de telles intensite´s, nous avons place´ un masque dans le faisceau laser entre le
couple de miroirs (M0,M1) et la parabole de focalisation (cf. figure 4.10). Ce masque laisse
e´videmment passer la pre´-impulsion mais e´galement un faisceau de 15mm de diame`tre
qui va ge´ne´rer les harmoniques (dit faisceau principal). Avec la parabole de focalisa-
tion que nous utilisons, qui a une longueur focale de 200mm, nous obtenons une tache
focale a` mi-hauteur de 12µm (figure 7.1), ce qui nous permet de limiter l’e´clairement a`
∼ 5×1017W.cm−2, et ainsi d’eˆtre suˆr de n’e´tudier que les harmoniques CWE, l’e´clairement
e´tant trop faible pour ge´ne´rer des harmoniques relativistes. La diffe´rence de diame`tre entre
la pre´-impulsion et le faisceau principal nous assure qu’au foyer de l’interaction la tache
focale de la pre´-impulsion a un diame`tre ∼ 2 fois supe´rieur a` celle du faisceau princi-
pal (figure 7.1), ainsi le faisceau principal va interagir avec un pre´-plasma relativement
homoge`ne dans les directions transverses. Nous allons maintenant pre´senter les premiers
re´sultats expe´rimentaux permettant d’e´tudier l’e´volution des proprie´te´s des harmoniques
CWE en fonction de la longueur de gradient.
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Figure 7.1: Superposition de la tache focale de la pre´-impulsion et de celle du faisceau
principal. La tache focale du faisceau principal est repre´sente´e en e´chelle de bleus, elle a une taille de
12µm. Celle de la pre´-impulsion est repre´sente´e en e´chelle de gris elle a une taille de 20µm.
7.2 Effet de la longueur de gradient
7.2.1 Optimisation de l’efficacite´ de ge´ne´ration
Observation expe´rimentale
Nous avons dans un premier temps e´tudie´ l’influence de la longueur de gradient L0 sur
la ge´ne´ration d’harmoniques CWE. Nous avons pour cela utilise´ le montage que nous
avons de´crit dans la partie 4.5 (figures 4.10 et 4.14). Nous avons trace´ sur la figure 7.2a
la variation du signal harmonique en fonction de L0, pour plusieurs ordres harmoniques.
Ces courbes ont e´te´ obtenues en inte´grant spatialement et spectralement, pour chaque
harmonique, les spectres harmoniques re´solus angulairement, mesure´s expe´rimentalement
(tel que ceux pre´sente´s sur la figure 4.11 dans la partie 4.5). Sur la figure 7.2a, on peut
noter deux points importants : le signal harmonique atteint un maximum aux alentours
de L0 = λ/30 et la position de ce maximum de´pend de l’ordre harmonique. En effet, plus
l’ordre harmonique conside´re´ est e´leve´ est plus ce maximum se de´place vers des gradients
courts.
Interpre´tation
Nous avons ensuite voulu comparer nos re´sultats expe´rimentaux aux re´sultats de simula-
tions PIC. Nous avons pour cela utilise´ les re´sultats qu’avait obtenus C. Thaury durant sa
the`se avec le code PIC 1D EUTERPE [40]. Nous pre´sentons les re´sultats de ces simulations
sur la figure 7.2b. Sur cette figure, nous avons trace´ l’e´volution du signal harmonique en
fonction de la longueur de gradient pour les ordres harmoniques 3 (courbe verte), 8 (courbe
rouge), et le groupe d’harmoniques H4−H10 (courbe bleue). Nous avons superpose´ pour
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Figure 7.2: Variation du signal harmonique en fonction de la longueur de gradient. Varia-
tion du signal harmonique en fonction de la longueur de gradient pour plusieurs ordres harmoniques
mesure´s expe´rimentalement (a) et obtenus a` partir des simulations PIC 1D (EUTERPE) (b). La ligne en
pointille´s jaunes en (b) correspond au signal harmonique somme´ entre les harmoniques 12 et 16 obtenu
expe´rimentalement. La simulation a e´te´ obtenue pour a0 = 0.2 et ne0 = 110nc. Les traits reliant les points
sont simplement des guides visuels.
comparaison le signal harmonique obtenu expe´rimentalement pour le groupe d’harmo-
niques H12−H16 (courbe en pointille´s jaunes). Les courbes expe´rimentales suivent exac-
tement la meˆme e´volution que les courbes issues des simulations. Cela montre que l’accord
entre les donne´es expe´rimentales et les re´sultats de simulation est tre`s bon. Sur les courbes
provenant des simulations, tout comme mesure´ expe´rimentalement, on note e´galement la
pre´sence d’un maximum du signal harmonique dans les simulations vers L = λL/30,
et la position de ce maximum de´pend de l’ordre harmonique conside´re´ : lorsque l’ordre
harmonique augmente, le maximum se de´place vers des gradients plus courts.
La raison majeure expliquant cette e´volution du signal harmonique en fonction de la
longueur de gradient est que l’amplitude du pic de densite´ e´lectronique qui se propage a`
l’inte´rieur du plasma, et qui excite les oscillations plasmas, varie avec L. Cela est visible
sur la figure 7.3, ou` on a trace´ le profil du pic de densite´ e´lectronique pris a` diffe´rents
instants au cours de sa propagation dans le plasma, issu d’une simulation PIC re´alise´e
avec EUTERPE. Cette figure montre que la forme du profil de densite´ e´volue en fonction
de sa position x a` l’inte´rieur du plasma. La concentration des e´lectrons augmente avec x
(pour x ∈ [0, 0.6λ]) jusqu’a` atteindre un maximum en xmax = 0.06λ puis diminue avec x
(pour x > 0.06λ). Cela signifie que l’amplitude des oscillations plasmas responsables de
l’e´mission d’harmoniques atteint un maximum a` la position xmax, ce qui va maximiser la
ge´ne´ration d’harmoniques a` cette position. Nous allons maintenant pouvoir comprendre
pourquoi le signal harmonique atteint un maximum a` une longueur de gradient particulie`re
et ensuite pourquoi la position de ce maximum de´pend de l’ordre harmonique.
Conside´rons tout d’abord une harmonique n donne´e. La position dans le plasma xngen a`
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Figure 7.3: Propagation du pic de densite´ e´lectronique dans le gradient de densite´. Profils
de densite´ des e´lectrons e´nerge´tiques, pris a` diffe´rents temps dans un cycle optique (le de´lai entre deux
courbes successives est de 0.045 pe´riode laser). Figure extraite de la the`se de C. Thaury [40].
laquelle cette harmonique est ge´ne´re´e de´pend de la longueur de gradient. Plus L est grand
et plus xngen est grande. Ainsi pour des longueurs de gradients L telles que x
n
gen < xmax,
le pic de densite´ e´lectronique est faible par rapport a` sa valeur maximale, l’harmonique n
sera ge´ne´re´e peu efficacement. En revanche, pour des L telles que xngen ∼ xmax, le pic de
densite´ atteint un maximum, l’efficacite´ de ge´ne´ration de l’harmonique n atteint elle aussi
un maximum. Enfin pour des L telles xngen > xmax, l’efficacite´ de ge´ne´ration diminue.
Cela correspond exactement a` ce que nous avons observe´ expe´rimentalement pour un
ordre harmonique donne´, le signal harmonique croˆıt jusqu’a` un maximum puis de´croˆıt. Si
maintenant on conside`re une longueur de gradient donne´e, l’ordre harmonique ge´ne´re´ a`
xmax sera ge´ne´re´ plus efficacement que les autres ordres harmoniques. Lorsqu’on change
L, l’ordre ge´ne´re´ a` xmax change (puisque la densite´ plasma a` xmax a change´), il augmente
si L diminue. Cela explique pourquoi la position du maximum de signal harmonique,
mesure´e expe´rimentalement, est obtenue pour des gradients plus courts pour des ordres
harmonique e´leve´s (H16) que pour des ordres harmoniques ”faibles” (H11).
Cela montre que l’on peut optimiser le signal harmonique en controˆlant la longueur de
gradient du plasma. Ceci est un re´sultat tre`s important en vue de l’utilisation des harmo-
niques CWE comme source XUV [42]. Dans cette perspective, il est e´galement crucial de
connaˆıtre les proprie´te´s spatiales et spectrales du faisceau XUV en champ lointain. Nous
allons donc maintenant pre´senter l’e´volution de la divergence et de la largeur spectrale en
fonction de la longueur de gradient.
7.2.2 Divergence et largeur spectrale
Observation expe´rimentale
Pour e´tudier les proprie´te´s spatiales et spectrales en fonction de L0, nous avons de´cide´ de
n’utiliser que 35% de l’e´nergie laser disponible. La de´cision de re´duire l’e´nergie nous permet
de re´duire la longueur de gradient Lip due a` l’impulsion principale. En effet, lorsqu’on
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observe la figure 7.2, on peut voir que le signal harmonique n’est pas nul lorsque L est
nul. Ceci est duˆ au fait, comme nous l’avons vu dans la partie 4.5.3, que L = L0 +Lip. En
re´duisant l’e´clairement on peut ainsi re´duire Lip et e´tudier la de´pendance de la divergence
et des proprie´te´s spectrales pour des gradients L plus courts. On a trace´ sur la figure
7.4 deux spectres re´solus angulairement obtenus expe´rimentalement pour L0 ' λ/300 (a)
et L0 ' λ/50 (b). On peut noter trois diffe´rences majeures : entre (a) et (b), le signal
harmonique a augmente´ (c’est ce que nous venons de voir dans la section pre´ce´dente), la
divergence des harmoniques a fortement augmente´, elle a e´te´ multiplie´e par un facteur
∼ 5 et la largeur spectrale de chaque harmonique a e´galement augmente´.
Nous nous sommes donc inte´resse´s a` l’e´volution de la divergence et de la largeur spec-
trale des harmoniques en fonction de la longueur de gradient. Nous avons trace´ leur
e´volution sur la figure 7.5. Sur cette figure, le panneau (a) correspond a` la divergence
des harmoniques et le panneau (c) a` la largeur spectrale des harmoniques mesure´es
expe´rimentalement. Ces panneaux montrent que ces deux proprie´te´s des harmoniques aug-
mentent de fac¸on monotone avec L0. Pour mieux appre´hender la raison de ces e´volutions,
nous avons voulu compare´ nos re´sultats a` ceux pre´dits par le mode`le CWE, que nous avons
pre´sente´ dans la partie 2.4 [44, 39]. Nous avons trace´ les re´sultats issus du mode`le sur la
figure 7.5(b,d). L’accord entre les donne´es mesure´es expe´rimentalement et celles calcule´es
a` partir du mode`le est excellent. Expe´rimentalement, tout comme avec le mode`le, on note
que la divergence des harmoniques (a,b) augmente d’un facteur ∼ 5 entre L0 = 0 et
L0 ' λ/50, et qu’elle est constante pour tous les ordres harmoniques. La largeur spectrale
des harmoniques, quand a` elle, augmente d’un facteur ∼ 2 entre L0 = 0 et L0 ' λ/50 et
elle augmente avec l’ordre harmonique. Nous allons maintenant utiliser le mode`le CWE
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Figure 7.4: Influence de la longueur de gradient sur les harmoniques CWE. Spectre re´solu
angulairement obtenu pour une longueur de gradient de L0 ' λ/300 (a) et L0 ' λ/50 (b).
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Nous allons plus particulie`rement nous inte´resser a` la variation des instants d’e´missions
te avec la longueur de gradient. En effet, nous avons vu dans la partie 2 que les temps
d’e´missions des harmoniques des CWE varient en fonction de l’amplitude laser. Or, comme
celle-ci varie a` la fois temporellement et spatialement au foyer de l’interaction, cela intro-
duit une phase spectrale et une phase spatiale sur les harmoniques CWE. Pour comprendre
les re´sultats de la figure 7.5, il est donc important de connaˆıtre l’e´volution de ces deux
phases avec L. Nous avons, par conse´quent, trace´ sur la figure 7.6a la variation de l’ins-
tant d’e´mission te en fonction de L et de a0 (l’amplitude laser normalise´e), calcule´e a`
l’aide de l’e´quation 2.5. Cette carte montre que l’instant d’e´mission te augmente lorsque
L augmente et augmente lorsque a0 diminue. La variation de te avec a0 est responsable des
phases spectrale et spatiale. Nous allons pouvoir, graˆce a` cette carte, de´terminer comment
cette variation de te, et donc les phases des harmoniques, e´voluent en fonction de L.
Pour simplifier, nous allons nous inte´resser uniquement a` l’e´volution de la phase spectrale
avec L, on peut effectuer le meˆme raisonnement pour la phase spatiale (la variation





























































Figure 7.5: Influence de la longueur de gradient sur la divergence et la largeur spec-
trale des harmoniques CWE. Evolution de la divergence θn de plusieurs harmoniques, obtenue
expe´rimentalement (a) et a` partir du mode`le CWE (b). La divergence laser vaut θL = 75mrad. (c,d)
Variation de la largeur spectrale ∆ω/ωL des harmoniques en fonction de la longueur de gradient obtenue
expe´rimentalement (c) et avec le mode`le CWE (d). Les parame`tres du mode`le sont : une amplitude laser
a0 = 0.3, un waist laser wL = 12µm, une dure´e d’impulsion de 25fs. Les le´ge`res diffe´rences entre les
courbes expe´rimentales et celles issues du mode`le sont dues aux fluctuations tir a` tir dans la manipulation.
On rappelle que chacun des points des courbes expe´rimentales correspondent a` un seul tir laser.
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de l’amplitude laser e´tant ”identique” temporellement et spatialement). Plac¸ons nous
dans le cas ou` l’impulsion laser a un profil temporel tel que son amplitude varie entre
a0 = 0.1 et a0 = 1. Dans ce cas, d’apre`s la figure 7.6a, la variation des instants d’e´missions
augmente avec L. En effet, l’instant d’e´mission des harmoniques CWE varie entre te =
1.4TL et te = 0.8TL pour L = 0.04λ, alors qu’il varie seulement entre te = 0.8TL et
te = 0.55TL pour L = 0.005λ (figure 7.6b). Cela signifie que la phase spectrale des
harmonique est plus grande pour L = 0.04λ que pour L = 0.005λ. Autrement dit, la
phase spectrale des harmoniques CWE augmente avec L, donc la largeur spectrale des
harmoniques augmente avec L, ce qui explique les re´sultats pre´sente´s sur la figure 7.5(c,d).
De meˆme, la phase spatiale des harmoniques augmente avec L et c’est pour cela qu’on
mesure une augmentation de la divergence des harmoniques avec L (figure 7.5(a,b)). Nous
allons pre´senter dans la prochaine section l’e´tude que nous avons mene´e sur la de´pendance



























Figure 7.6: Variation de te en fonction de a0 et L. (a) Carte donnant l’instant d’e´mission te des
harmoniques en fonction de l’amplitude laser a0 et de la longueur de gradient L . L’e´chelle de couleur
donne te en unite´ de pe´riode laser TL. Le panneau (b) repre´sente deux coupes de (a) re´alise´es le long des
traits pointille´s blancs pour L = 0.005λ et L = 0.04λ.
7.3 Effet de l’e´clairement
7.3.1 Observation expe´rimentale
Pour varier l’e´clairement laser nous disposons d’un atte´nuateur qui est place´ dans la
chaˆıne laser et qui nous permet de controˆler l’e´nergie de l’impulsion laser. Nous pouvons
ainsi mesurer les proprie´te´s des harmoniques en fonction de l’e´clairement. La gamme
d’e´clairement que nous pouvons atteindre varie dans nos pre´sentes conditions entre a0 =
0.15 et a0 = 0.5. Nous avons re´alise´ les mesures pour une longueur de gradient L0 ' λ/20.
On a trace´ sur la figure 7.7a la vaiation de la divergence θn des harmoniques H11 a`
H15 en fonction de l’e´clairement. On peut noter qu’elle augmente de manie`re monotone
avec l’e´clairement, elle a augmente´ d’un facteur ∼ 4 entre a0 = 0.15 et a0 = 0.5. Pour
































Figure 7.7: Variation de la divergence des CWE en fonction de l’e´clairement. Evolution de la
divergence θn des harmoniques H11 a` H15 en fonction de l’e´clairement, mesure´e expe´rimentalement (a)
et obtenue a` partir du mode`le CWE (b), pour une longueur de gradient L0 = λ/50.
comprendre cette e´volution, nous avons voulu comparer nos re´sultats aux pre´dictions du
mode`le, et avons obtenu l’e´volution repre´sente´e sur la figure 7.7b. Cette e´volution est en
totale contradiction avec celle que nous avons mesure´e expe´rimentalement : θn de´croˆıt
lorsque a0 augmente. Nous avons alors de´cide´ d’utiliser notre deuxie`me diagnostic, qui
nous permet d’e´tudier le profil spatial 2D des harmoniques (cf. partie 4.5.2) afin de voir
si cette e´volution est la meˆme dans les deux directions. Nous avons obtenu les re´sultats
pre´sente´s sur la figure 7.8. Sur les panneaux supe´rieurs de la figure, nous avons trace´ les
profils spatiaux des harmoniques obtenus pour trois e´clairements diffe´rents. Ces profils
spatiaux correspondent au groupe d’harmonique 7− 20 (l’harmonique 7 est l’harmonique
la plus basse de´tecte´e par la MCP et l’harmonique 20 est celle la plus haute ge´ne´re´e).
L’e´volution de la divergence du faisceau harmonique dans les deux directions x et y est
trace´e sur le panneau infe´rieur de la figure. On peut noter que l’augmentation de la
divergence avec l’e´clairement est identique dans les deux directions. Et pour l’e´clairement
le plus faible, le faisceau harmonique est tre`s peu divergent, sa divergence est ∼ 7 fois
plus faible que la divergence du laser, qui est de 75mrad. Dans certaines expe´riences
d’applications, il peut eˆtre particulie`rement inte´ressant de disposer d’une source XUV
peu divergente ayant un profil spatial 2D tel que celui pre´sente´ sur la figure 7.8a . Il est
donc primordial de comprendre la raison du de´saccord entre nos mesures expe´rimentales
et les pre´dictions du mode`le.
7.3.2 Interpre´tation
Pour comprendre ce de´saccord, nous avons cherche´ a` de´terminer quels autres parame`tres
pouvaient eˆtre modifie´s expe´rimentalement lorsqu’on change l’e´nergie laser. Les deux prin-
cipaux parame`tres que nous avons identifie´s sont la longueur de gradient L0 cre´e´ par la
pre´-impulsion ainsi que la longueur de gradient Lip due a` l’impulsion principale. En effet,
en changeant l’e´nergie laser, on modifie la fluence de la pre´-impulsion. Or, comme nous
l’avons vu dans la partie 6.3, la vitesse d’expansion du plasma de´pend de la fluence laser,
ceci signifie que lorsque nous changeons l’e´nergie, nous changeons la vitesse d’expansion































Figure 7.8: Variation de la divergence avec l’e´clairement. La premie`re ligne correspond a` trois
profils 2D d’harmoniques CWE obtenus pour diffe´rentes e´clairements laser : (a) a0 = 0.15, (b) a0 = 0.19
et (c) a0 = 0.5. L’e´volution de la divergence selon les directions x et y est trace´e sur le panneau (d).
du plasma et donc la longueur de gradient avec laquelle l’impulsion principale interagit.
Ainsi la variation de divergence observe´e expe´rimentalement sur la figure 7.7 semble eˆtre
due a` une variation de la longueur de gradient, exactement comme dans la partie 7.2, et
non a` une variation lie´e a` l’e´clairement de l’impulsion laser principale.
Pour valider cette hypothe`se, nous nous sommes inte´resse´s a` la variation du signal har-
monique en fonction de l’e´clairement. Nous obtenons alors les courbes pre´sente´s sur la
figure 7.9a. Ces courbes montrent que le signal harmonique augmente quand l’e´clairement
laser augmente. Ceci est normal, cependant l’e´volution ne semble pas line´aire, comme celle
reporte´e dans [21]. Cela signifie qu’un autre parame`tre de l’interaction alte`re le signal har-
monique. Pour de´terminer quel est ce parame`tre, nous avons donc trace´ sur la figure 7.9b
l’e´volution du signal harmonique normalise´ par rapport a` a20 en fonction de a0. Le signal
harmonique normalise´ augmente fortement, passe par un maximum, puis de´croˆıt de fac¸on
monotone. L’e´volution du signal harmonique normalise´ en fonction de a20 est similaire a`
celle du signal harmonique en fonction de L0, que nous avons mesure´e expe´rimentalement
(figure 7.2a). La figure 7.9b, confirme donc notre hypothe`se que la variation de divergence
θn en fonction de a0 peut-eˆtre impute´e a` une variation de la longeur de gradient.
Nous avons dans les deux sections pre´ce´dentes mesure´ pour la premie`re fois expe´rimenta-
lement la de´pendance des proprie´te´s des harmoniques CWE avec la longueur de gradient.
Nous avons montre´ que graˆce a` notre simple dispositif expe´rimental, nous pouvons optimi-
ser le signal harmonique. Cependant, lorsqu’on optimise le signal harmonique, cela modifie






























Figure 7.9: Variation du signal harmonique en fonction de a0. Le panneau (a) pre´sente la variation
du signal harmonique pour les harmoniques H11 a` H15 en fonction de a0. Le panneau (b) montre
l’e´volution du signal harmonique (a) normalise´ par rapport a` a20 en fonction de a0.
e´galement les proprie´te´s spatiales et spectrales des harmoniques. Nous allons maintenant
voir que l’on peut optimiser le signal tout en controˆlant les proprie´te´s des harmoniques,
en utilisant la phase du laser incident.
7.4 Controˆle de la divergence via la phase du laser
Nous venons de voir que pour optimiser l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques CWE
il est ne´cessaire d’introduire une longueur de gradient non nulle, mais que cela entraˆıne
une augmentation de la divergence des harmoniques CWE. Dans certaines expe´riences,
comme l’injection de laser a` e´lectrons libres par harmoniques CWE [42], il est primordial
de maximiser l’efficacite´ de ge´ne´ration tout en limitant la divergence des harmoniques.
Pour cela une technique a e´te´ propose´e en 2006 par F. Que´re´ et C. Thaury [43]. L’ide´e
consiste a` introduire une phase spatiale sur l’impulsion laser incidente afin de compenser
la phase spatiale des harmoniques CWE. Nous reprenons ici cette technique car nous
l’utiliserons e´galement dans le cas des harmoniques ROM, et cela nous premettra dans la
partie 9.3 de discuter les diffe´rences et analogies entre les harmoniques CWE et ROM.
L’introduction d’une phase ψ sur le laser se fait simplement en de´focalisant le faisceau
laser par rapport a` son meilleur foyer positionne´ en z, ou` z est la position focale. Pour
une position z < 0, ψ < 0 et pour une position z > 0, ψ > 0, la phase introduite par
le laser change de signe en fonction de la position z par rapport au meilleur foyer laser.
La phase spatiale des harmoniques, qui est due uniquement a` la variation de l’amplitude
laser, est toujours de meˆme signe pour n’importe quelle position z. Il est donc possible de
compenser cette phase spatiale avec la phase laser ψ pour une position z.
Nous avons trace´ sur la figure 7.10a l’e´volution de la divergence de l’harmonique 12 en
fonction de la position du foyer laser z/zr, avec zr la longueur de rayleigh, ainsi que trois
spectres harmoniques re´solus angulairement (panneau (b)) correspondant aux positions
marque´es par des fle`ches. Le panneau (c) est une illustration qualitative permettant de voir
ou` est positionne´e la cible par rapport au meilleur foyer laser dans chaque cas du panneau
















12 14 16 18 20
ω/ω
12 14 16 18 20
ω/ω










Figure 7.10: Controˆle de la divergence des harmoniques CWE via a` la phase spatiale du laser.
(a) Evolution de la divergence de l’harmonique 12 en fonction de la position focale du laser. (b) Spectres
harmoniques re´solus angulairement correspondant a` trois positions focales particulie`res : le premier a`
une position ou` la divergence des CWE est augmente´e a` cause de la phase du laser, le spectre du milieu
correspond au meilleur foyer, le troisie`me correspond au cas ou` la phase laser compense la phase spatiale
des harmoniques CWE. Le panneau (c) permet d’avoir une ide´e de la position de la cible par rapport au
meilleur foyer laser.
(b). On voit graˆce a` cette figure que l’on peut re´duire la divergence des harmoniques CWE
en plac¸ant le point focal laser derrie`re la cible.
7.4.1 Conclusion
Nous avons dans ce chapitre pre´sente´ les premiers re´sultats expe´rimentaux permettant
de mettre en e´vidence l’influence de la longueur de gradient de densite´ plasma L sur les
108 CHAPITRE 7. RE´GIME DE BAS E´CLAIREMENT (CWE)
proprie´te´s des harmoniques. Nous avons pu mettre en e´vidence la de´pendance du signal
harmonique avec L, ce qui nous a permis d’optimiser la source harmonique. Nous avons
e´galement e´te´ capables de mesurer l’e´volution de la divergence des harmoniques avec L.
Nous avons enfin valide´ une me´thode permettant de controˆler finement la divergence des
harmoniques. Ces re´sultats sont tre`s importants dans le de´veloppement d’une source XUV
stable utilisant le me´canisme CWE comme me´canisme de ge´ne´ration d’harmoniques. Nous
allons maintenant pre´senter la premie`re expe´rience permettant de mettre en e´vidence
simultane´ment la diffe´rence de proprie´te´s des harmoniques CWE et des harmoniques
ROM.
Chapitre 8
Transition CWE vers ROM
Nous l’avons vu dans la premie`re partie, les harmoniques ROM et CWE peuvent eˆtre
ge´ne´re´es a` des e´clairements fort diffe´rents, ce qui permet de les e´tudier distinctement.
Habituellement, la transition entre les deux me´canismes est pre´sente´e comme se faisant
uniquement en changeant l’intensite´ [21, 27]. A de faibles e´clairements E = 1016W.cm−2
(figure 8.1a), seules les harmoniques CWE sont ge´ne´re´es, le mouvement d’oscillation de
la surface n’e´tant pas assez rapide pour ge´ne´rer des harmoniques ROM par effet Dop-
pler. Lorsque l’e´clairement est supe´rieur a` 1018W.cm−2, on conside`re que le mouvement
des e´lectrons devient relativiste et on observe uniquement des harmoniques ROM (figure
8.1b). Dans ce chapitre, nous allons montrer pour la premie`re fois expe´rimentalement
qu’en se plac¸ant au niveau du seuil requis pour ge´ne´rer des harmoniques relativistes E '
1018W.cm−2, on peut se´lectionner pre´fe´rentiellement l’un ou l’autre des deux me´canismes
simplement en changeant la longueur de gradient, tout en gardant un e´clairement constant
[73]. Pour cela nous nous plac¸ons a` un e´clairement interme´diaire, en plac¸ant un dia-
phragme de 25cm de diame`tre dans le faisceau. Le faisceau est ensuite focalise´ avec une
parabole ayant une logueur focale de 200mm. Nous obtenons ainsi un e´clairement de
∼ 1018W.cm−2. Cela va nous permettre d’e´tudier simultane´ment les harmoniques CWE
et les harmoniques ROM.
8.1 Rappels
Comme nous l’avons vu dans la partie I, il est possible de diffe´rencier la contribution du
me´canisme CWE de celle du me´canisme ROM au signal harmonique total. En effet, dans
le domaine spectral, les harmoniques CWE pre´sentent une fre´quence de coupure (cut-off)
correspondant a` la fre´quence plasma la plus e´leve´e du miroir plasma. Pour les harmoniques
relativistes, il n’y a pas de telle limitation, la coupure harmonique de´pend uniquement
de la vitesse maximale de de´placement des e´lectrons : plus la vitesse de de´placement est
e´leve´e et plus la fre´quence de coupure est e´leve´e (cf. partie 3.1). Cela explique la diffe´rence
d’extension spectrale des spectres harmoniques pre´sente´s sur la figure 8.1. La deuxie`me
diffe´rence se situe dans le domaine spatial. Les harmoniques CWE, contrairement aux
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Figure 8.1: Transition CWE-ROM avec l’e´clairement. Lorsque l’e´clairement est faible E =
1016W.cm−2, seules les harmoniques CWE sont ge´ne´re´es (a). (b) Lorsque l’e´clairement est tre`s supe´rieur
a` 1018W.cm−2, les harmoniques ROM dominent comple`tement le signal. La fre´quence de coupure du
spectre harmonique augmente alors avec l’e´clairement. (la longueur de gradient vaut L0 = λ/50 en (a) et
L0 = λ/20 en (b))
harmoniques ROM, ont une phase spatiale de´pendant de l’e´clairement laser, ce qui va
accroˆıtre leur divergence (cf. partie 2 et 7). Pour cette raison, les harmoniques CWE
ont une divergence beaucoup plus importante que celle des harmoniques ROM (figure
8.1). Sachant cela, nous allons maintenant pouvoir e´tudier, en meˆme temps, les proprie´te´s
des harmoniques CWE et ROM en fonction de la longueur de gradient et voir que pour
certaines longueurs de gradient les harmoniques provenant des deux diffe´rents me´canismes
peuvent interfe´rer.
8.2 Observation expe´rimentale
Expe´rimentalement, nous avons mesure´ le spectre harmonique obtenu pour diffe´rents gra-
dients (figure 8.2). Sur le panneau (a), correspondant a` un gradient nul, on voit que les
harmoniques ont une fre´quence de coupure ωmaxp ' 20ωL, et une divergence assez grande,
de l’ordre de la divergence laser (θL ' 100mrad). Sur le panneau (b), pour une longueur
de gradient de L0 = 0.033λ, on observe toujours ces meˆmes harmoniques tre`s divergentes,
et en meˆme temps des harmoniques ∼ 3 fois moins divergentes, qui elles ont une fre´quence
de coupure de l’ordre de ωn = 25ωL. Cela sugge`re que les deux types d’harmoniques sont
ge´ne´re´es via deux me´canismes distincts. De plus, on peut voir des interfe´rences sur chaque
harmonique en-dec¸a de l’harmonique 17.
Si on augmente encore la longueur de gradient jusqu’a` L0 = 0.065λ (panneau (c)), les har-
moniques tre`s divergentes ont totalement disparu, seules les harmoniques peu divergentes






















































Figure 8.2: Transition CWE-ROM. Premie`re colonne : spectres re´solus angulairement obtenus pour
trois gradients : (a) L0/λ = 0, (b) L0/λ = 0.033, (c) L0/λ = 0.065. La ligne en pointille´s rouges
mate´rialise la fre´quence de coupure ωmaxp de la cible. Les panneaux (d,e) correspondent a` la variation du
signal harmonique en fonction de la longueur de gradient, pour les harmoniques en-dec¸a de ωmaxp (d),
et pour les harmoniques d’ordre supe´rieur a` ωmaxp (e). En (f) est trace´e l’e´volution de la divergence de
l’harmonique 14.
8.3 Interpre´tation
Si on met en regard les observations que nous venons de faire et les rappels effectue´s dans
la section 8.1, on comprend qu’il est possible de se´lectionner le me´canisme de ge´ne´ration
d’harmoniques -CWE ou ROM- simplement en choisissant judicieusement la longueur de
gradient. Pour les gradients courts (L0 < 0.033λ), on ne ge´ne`re que des CWE avec une
fre´quence de coupure a` ωmaxp et une forte divergence (cf. partie 7.2.1). C’est exactement
ce que l’on observe sur la figure 8.2a. Lorsqu’on augmente la longueur de gradient (L0 >
0.033λ), les e´lectrons a` la surface du plasma vont pouvoir osciller plus rapidement et
atteindre la vitesse ne´cessaire a` cre´er un effet Doppler (cf. partie 3.1). Cela va permettre
l’e´mission d’harmoniques ROM, peu divergentes avec une fre´quence de coupure supe´rieure
a` ωmaxp , comme observe´ sur la figure 8.2(b,c). Pour les gradients interme´diaires L0 ' 0.33λ,
les deux me´canismes ont une efficacite´ de ge´ne´ration similaire et peuvent alors interfe´rer :
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c’est ainsi que nous interpre´tons les franges observe´es sur la figure 8.2b.
On a trace´ sur la figure 8.2.d l’e´volution du signal harmonique pour deux harmoniques
ayant des fre´quences infe´rieures a` ωmaxp et sur la figure 8.2e celle d’une harmonique de
fre´quence supe´rieure a` ωmaxp . La premie`re montre une diminution progressive du signal
pour les gradients courts. Cela correspond a` la diminution d’efficacite´ de ge´ne´ration des
harmoniques CWE, de´ja` observe´e dans la partie 7.2.1. Une diffe´rence importante est ce-
pendant a` noter entre cette courbe et celle de la figure 7.2a, on n’observe pas un maximum
mais simplement une de´croissance du signal harmonique des CWE. Ceci est duˆ au fait que
comme nous avons augmente´ l’e´clairement, nous avons e´galement augmente´ la longueur
de gradient Lip due a` l’impulsion principale. En effet, pour les gradients courts, a` des
e´clairements relativement e´leve´s (E ' 1018W.cm−2), le gradient Lip forme´ par l’impulsion
principale est du meˆme ordre de grandeur que le gradient L0 cre´e´ par la pre´-impulsion (cf.
partie 4.5.3). Ainsi, pour les gradients courts, il est donc ne´cessaire de corriger le gradient
mesure´ d’un facteur qu’on peut de´terminer a` partir de la comparaison de la figure 7.2a
et de la figure 8.2d. Le maximum de la courbe de la figure 7.2a se situe vers L0 ' λ/40.
N’observant qu’une de´croissance sur la figure 8.2d, on peut donc estimer le gradient duˆ a`
l’impulsion principale a` Lip ' λ/40.
Si on conside`re maintenant le signal des harmoniques ayant une fre´quence supe´rieure a`
ωmaxp , on voit qu’elle est nulle pour les gradients faibles, qu’elle augmente ensuite jusqu’a`
un maximum pour diminuer de nouveau. Ceci montre bien que les harmoniques ROM
sont ge´ne´re´es plus efficacement pour des longs gradients L0 ' 0.06λ.
La divergence des harmoniques, trace´e sur la figure 8.2f, de´croˆıt avec la longueur de gra-
dient jusqu’a` fluctuer autour d’une valeur minimale. Si elle de´croˆıt, c’est parce que l’on
passe progressivement d’un me´canisme a` l’autre. Les harmoniques CWE fortement di-
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Figure 8.3: Densite´s electroniques issues de deux simulations PIC. En (a) a0 = 0.9 (b) a0 = 6,
et L = λ/20 pour les deux cas. En (a), qui est le re´gime dans lequel nous avons e´tudie´ la transition
CWE-ROM, la surface ne s’enfonce pas. En revanche en (b), qui est le re´gime que nous avons pre´sente´
dans la partie 3.3.2, la surface s’enfonce. La divergence des harmoniques ROM dans le cas (b) sera donc
plus grande que celle dans le cas (a). Dans le cas (a), comme la surface ne s’enfonce pas, la divergence
des harmoniques ROM est inde´pendante de la longueur de gradient. En revanche, dans le cas (b), l’en-
foncement de la surface augmente avec le gradient et c’est pour cela que la divergence des harmoniques
ROM augmente avec le gradient (cf. partie 3.3.5).
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vergentes laissent le pas aux harmoniques ROM tre`s peu divergentes, dont la divergence
n’e´volue pas avec le gradient. Il est e´galement inte´ressant de noter que les courbes d’ef-
ficacite´ (d) et de divergence (f) suivent exactement la meˆme e´volution, montrant bien la
transition progressive qui s’ope`re entre le me´canisme CWE et le me´canisme ROM lorsque
la longueur de gradient augmente.
Cela peut sembler surprenant de mesurer que la divergence des harmoniques ROM n’e´volue
pas avec la longueur de gradient L alors que nous avions e´nonce´ dans la partie 3.3.5 qu’elle
augmente avec L. On tient a` pre´ciser ici que c’est parce qu’on n’est pas en re´gime d’en-
foncement de la surface (figure 8.3a) que la divergence des harmoniques ROM est bien
plus faible que celle des harmoniques CWE et qu’elle n’e´volue pas avec la longueur de
gradient. Pour que la surface s’enfonce et ainsi observer une variation de la divergence des
harmoniques avec la longueur de gradient, il faut avoir un e´clairement laser bien supe´rieur
(figure 8.3b).
8.4 Conclusion
Cette e´tude est inte´ressante a` plusieurs points de vue, elle montre que l’e´clairement laser
n’est pas le seul parame`tre permettant de se´lectionner l’un ou l’autre des me´canismes
de ge´ne´ration d’harmoniques. A des e´clairements mode´re´ment relativistes, simplement
en faisant varier de manie`re controˆle´e la longueur de gradient, on peut choisir entre le
me´canisme d’e´mission CWE ou ROM. C’est e´galement la premie`re e´tude permettant
d’observer simultane´ment les diffe´rences de proprie´te´s des harmoniques CWE et ROM :
diffe´rence de divergence, de fre´quence de coupure, et de´pendance du signal harmonique
avec la longueur de gradient.
Nous allons dans le prochain chapitre e´tudier uniquement les harmoniques ROM, en utili-
sant un e´clairement laser de quelques 1019W.cm−2. Nous nous inte´resserons aux proprie´te´s
du faisceau harmonique ge´ne´re´ (divergence et proprie´te´s spectrales), et verrons comment
graˆce a` l’e´tude des harmoniques ROM nous sommes capables d’obtenir des informations
sur la dynamique de l’interaction laser-plasma a` ultra-haute intensite´. Ces re´sultats sont
tre`s importants en vue de de´velopper une source XUV attoseconde utilisant les harmo-
niques Doppler.
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Chapitre 9
Re´gime de haut e´clairement :
l’e´mission ROM
Nous allons e´tudier dans ce chapitre l’e´volution des proprie´te´s des harmoniques rela-
tivistes lorsque la longueur de gradient varie. Il a e´te´ mis en e´vidence dans un cer-
tain nombre d’expe´riences que la longueur de gradient joue un roˆle de´terminant dans
le me´canisme de ge´ne´ration des harmoniques relativistes [48, 49, 73, 74, 75, 76]. Nous
pre´sentons dans ce chapitre la premie`re observation expe´rimentale claire permettant de
mener une e´tude quantitative des proprie´te´s de ces harmoniques [77]. La partie the´orique,
qui a e´te´ pre´sente´e dans la partie 3.3, a e´te´ de´velope´e durant la the`se d’H. Vincenti [41],
j’ai ensuite pu la confronter aux re´sultats expe´rimentaux que nous avons obtenus. Cela
nous a permis de de´crire quantitativement les proprie´te´s optiques du miroir plasma a`
ultra-haute intensite´ ainsi que les proprie´te´s de la source harmonique relativiste [28].
Pour comprendre pourquoi il est inte´ressant d’e´tudier la de´pendance des harmoniques
ROM avec la longueur de gradient, nous avons repre´sente´ sur la figure 9.1 deux spectres
harmoniques re´solus angulairement obtenus pour deux longueurs de gradient diffe´rentes :
(a) L0 = 0 et (b) L0 = 0.06λ. Sur cette figure on peut noter deux diffe´rences majeures.
L’une correspond a` l’intensite´ du signal harmonique : elle est plus e´leve´e pour des gra-
dients longs : l’harmonique 35 est visible en (b) alors qu’elle n’est pas de´tecte´e en (a). La
deuxie`me diffe´rence concerne la divergence des harmoniques, elle est beaucoup plus e´leve´e
en (b) qu’en (a), elle augmente avec la longueur de gradient.
Dans un premier temps, nous e´tudierons donc dans ce chapitre la variation de l’intensite´
du signal des harmoniques ROM en fonction de la longueur de gradient. Nous verrons
ensuite comment sont affecte´es les proprie´te´s spatiales des harmoniques lorsque l’on varie
la longueur de gradient, puis qu’il est possible de les controˆler en jouant sur la phase
spatiale de l’impulsion laser incidente. Enfin, nous nous inte´resserons aux proprie´te´s spec-
trales des harmoniques relativistes. Pour cette e´tude, nous avons retire´ le diaphragme que
nous avions place´ dans les deux expe´riences pre´ce´dentes, afin de maximiser l’e´clairement
sur cible. Nous avons utilise´ une parabole de focalisation ayant une longueur focale de
300mm. Avec l’utilisation du syste`me d’optique adaptative pre´sente´ dans la partie 4.3,
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Figure 9.1: Effet du gradient de densite´ sur les harmoniques relativistes. Spectre re´solu angu-
lairement obtenu expe´rimentalement pour une longueur de gradient : L0 = 0 (a) et L0 = 0.06λ en (b).
L’intensite´ vaut I = 5× 1019W.cm2 et les conditions de de´tection entre (a) et (b) sont identiques.
nous sommes capables de focaliser le laser sur une tache focale de 4.7µm et ainsi d’at-
teindre des e´clairements estime´s a` 5× 1019W.cm2.
9.1 Optimisation de l’efficacite´ de ge´ne´ration
9.1.1 Observation expe´rimentale
Pour obtenir l’intensite´ du signal harmonique dans une direction S(ω, θ) nous avons
d’abord inte´gre´ les spectres re´solus angulairement, tels que ceux de la figure 9.1, spectra-
lement pour chaque harmonique. Pour obtenir ensuite le signal harmonique total, on sup-
pose que le faisceau harmonique a une syme´trie de re´volution. Ainsi on peut inte´grer spa-
tialement le signal S(ω, θ) pour obtenir le signal harmonique total : S ′(ω) =
∫
S(ω, θ)θdθ
avec θ la coordone´e angulaire dans le plan de de´tection. Nous avons trace´ sur la figure 9.2
S ′(ω) pour trois harmoniques ayant une fre´quence supe´rieur a` ωmaxp . Ainsi on est suˆr de
n’e´tudier que le signal provenant des harmoniques ROM.
0n voit que le signal de l’harmonique 24, qui est de´ja` non nul pour les gradients faibles,
ne cesse d’augmenter. Les harmoniques 33 et 38 qui elles ne sont pas de´tecte´es pour
des gradients faibles, apparaissent pour des gradients 0.05 < L0 < 0.1. Les points ou`
S ′(ω) = 0 correspondent aux longueurs de gradient pour lesquelles les harmoniques ne
de´passent pas le bruit de fond. Cela montre que comme pour les CWE, il est possible
d’optimiser le signal des harmoniques ROM graˆce a` la longueur de gradient. Ces re´sultats
avaient de´ja` e´te´ pre´dits par les simulations [73], mais n’avaient jamais e´te´ directement mis
en e´vidence expe´rimentalement.
9.1.2 Interpre´tation
Pour comparer ces re´sultats a` ceux des simulations PIC, nous avons trace´ sur la figure
9.3 l’e´volution de l’efficacite´ de ge´ne´ration de trois harmoniques, obtenue graˆce au code
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Figure 9.2: Evolution de l’efficacite´ de ge´ne´ration en fonction de la longueur de gradient.
Courbes obtenues a` partir des spectres re´solus angulairement tels que ceux de la figure 9.1, mesure´s pour
un e´clairement de E = 5× 1019W.cm−2.
1D EUTERPE, dans le cas ou` les ions sont immobiles. Ces re´sultats avaient e´te´ obtenus
durant la the`se de C. Thaury [40]. D’autres publications montrent des e´volutions similaires
de l’e´volution de l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques avec la longueur de gradient
[74]. Toutes les simulations correspondantes ont e´te´ mene´es en ions immobiles.
D’apre`s cette figure, l’efficacite´ de ge´ne´ration ne cesse de croˆıtre avec la longueur de
gradient, rapidement entre L = 0 et L = 0.06λ, puis plus lentement jusqu’a` L = 0.2λ.
Ceci n’est absolument pas en accord avec les mesures expe´rimentales, qui montre une
augmentation de l’efficacite´ de ge´ne´ration avec la longueur de gradient avec un optimum
vers L = 0.06λ et une chute brutale du signal harmonique a` partir de L = 0.1λ.
La premie`re ide´e que nous avons eue pour expliquer cette diffe´rence est que le mouvement
des ions perturbe la ge´ne´ration des harmoniques. En effet, une diffe´rence majeure entre les
simulations et l’expe´rience, est que dans les simulations les ions sont immobiles. On peut
Figure 9.3: Evolution de l’efficacite´ de ge´ne´ration en fonction de la longueur de gradient
dans les simulations PIC. Evolution de l’efficacite´ de ge´ne´ration en fonction de la longueur de gradient
obtenue a` partir de simulations PIC 1D a` l’aide du code EUTERPE, mene´es dans le cas d’ions immobiles,
pour trois harmoniques diffe´rentes, pour un e´clairement de 3×1019W.cm−2. Figure re´alise´e par C. Thaury
[40].
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Figure 9.4: Evolution de l’efficacite´ de ge´ne´ration en fonction de la longueur de gradient
dans les simulations PIC. Evolution de l’efficacite´ de ge´ne´ration en fonction de la longueur de gradient
obtenue a` partir de simulations PIC 1D a` l’aide du code EPOCH, mene´es dans le cas d’ions mobiles, pour
trois harmoniques diffe´rentes, pour un e´clairement de 3 × 1019W.cm−2. Le panneau (b) est simplement
un zoom du panneau (a) sur l’e´chelle de gradient que nous avons e´tudie´e expe´rimentalement (carre´ en
pointille´ en (a)).
donc supposer que la dynamique ionique affecte l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques.
Des simulations en ions mobiles ont alors e´te´ re´alise´es par H. Vincenti a` l’aide du code
EPOCH et les re´sultats sont pre´sente´s sur la figure 9.4.
Nous avons trace´ sur le panneau (a) les re´sultats pour des longueurs de gradient variant
entre L = 0 et L = 0.5λ. De prime abord, il semblerait que ces re´sultats ne correspondent
pas a` nos re´sultats expe´rimentaux puisqu’on observe un optimum de ge´ne´ration vers L =
0.2λ. Mais en zoomant sur la partie de la courbe encadre´e par des pointille´s, correspondant
aux gradients courts (panneau (b)), on aperc¸oit clairement un maximum de ge´ne´ration
vers 0.06λ, exactement comme mesure´ expe´rimentalement. Les courbes du panneau (b)
correspondent a` nos mesures expe´rimentales (figure 9.2).
Cela montre l’importance de re´aliser des simulations en ions mobiles, car il semblerait
que la dynamique ionique alte`re la ge´ne´ration d’harmoniques. En effet, si on compare la
figure 9.3 et la figure 9.4a, on note la pre´sence d’un ”trou” dans l’efficacite´ de ge´ne´ration
vers L = 0.1λ sur le figure 9.4a, qui n’est pas pre´sent sur la figure 9.3. Cela demande une
investigation plus pousse´e, que nous sommes en train de re´aliser.
Si les simulations mene´es en ions mobiles reproduisent les tendances expe´rimentales entre
L = 0 et L = 0.1λ, il n’en reste pas moins surprenant d’observer un de´saccord total
pour les gradients plus longs. En effet, on a note´ une disparition du signal harmonique
expe´rimentalement a` partir de L ∼ 0.1λ, alors qu’on observe un optimum de ge´ne´ration
dans les simulations pour un gradient de L = 0.2λ. Il y a plusieurs explications possibles
et envisageables a` ce de´saccord qui demandent a` eˆtre ve´rifie´es. La premie`re serait que des
effets 2D, comme des instabilite´s de Rayleigh-Taylor, soit responsable de la chute de la
ge´ne´ration d’harmoniques dans l’expe´rience. Etant un effet 2D, on ne l’observe pas dans
les simulations 1D.
La seconde explication possible serait un effet de divergence. En effet, nous avons vu dans
la partie 3.3 que sous l’effet de la pression de radiation inhomoge`ne du laser, la surface du
miroir plasma se courbe et augmente la divergence des harmoniques. Comme la courbure
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du miroir plasma augmente avec la longueur de gradient, la divergence des harmoniques
augmente e´galement avec la longueur de gradient (nous allons le voir dans la pochaine
section). Ainsi pour des gradients tre`s longs L ' λ/5, qui correspondent au maximum des
courbes de la figure 9.4, la divergence des harmoniques a pu tellement augmente´ que notre
signal expe´rimental S(ω, θ) tombe sous le bruit , alors meˆme que le signal total (inte´gre´
sur θ) augmente. Comme c’est un effet 2D, il est impossible de le voir avec les simulations
1D, re´alise´es avec EUTERPE ou EPOCH. Chacune des explications possibles sous-entend
la pre´sence d’un effet 2D. Pour l’observer, il faut donc re´aliser des simulations 2D. Cette
e´tude est en train d’eˆtre re´alise´e.
Nous allons nous inte´resser dans la prochaine section aux proprie´te´s spatiales du faisceau
harmonique en champ lointain. Ces mesures nous permettront de mieux caracte´riser la
source XUV, mais nous donneront e´galement des informations sur l’interaction laser-
plasma a` ultra-haute intensite´. Nous verrons que les harmoniques pourront, en plus d’eˆtre
utilise´es comme source XUV, servir comme diagnostic de l’interaction laser plasma a` tre`s
haute intensite´ (I > 1018W.cm−2).
9.2 Proprie´te´s spatiales des harmoniques Doppler
9.2.1 Observation expe´rimentale.
Nous avons vu dans la section pre´ce´dente qu’il est possible de maximiser le signal har-
monique en variant la longueur de gradient L0. Nous allons dans cette section e´tudier
l’e´volution de la divergence θn des harmoniques en fonction de L0, afin de de´terminer si
on peut a` la fois maximiser le niveau de signal et garder un faisceau harmonique peu
divergent (θn << θL avec θL la divergence laser). On a trace´ sur la figure 9.5a l’e´volution

















H25 0.04 λ L
0.08 λL(a) (b)
L0
Figure 9.5: Mesure des divergences et comparaison au mode`le d’enfoncement. Les divergences
sont exprime´es en unite´ de divergence laser θL, avec θL = 200mrad. Les points correspondent aux mesures
expe´rimentales, les lignes pleines au re´sultat du mode`le et la ligne noire en pointille´s a` la divergence
obtenue sans enfoncement de la surface du miroir plasma. (a) Variation de la divergence de l’harmonique
25 en fonction de la longueur de gradient. (b) Variation de la divergence des harmoniques en fonction de
l’ordre harmonique pour deux valeurs de gradient L0 = 0.04λL et L0 = 0.08λL.
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expe´rimentalement. Elle est repre´sente´e par les points bleus. On voit qu’elle varie quasi
line´airement avec la longueur de gradient. Pour comparaison, on a trace´ en pointille´s noirs
la divergence θn de la meˆme harmonique, lorsqu’elle est limite´e par diffraction. Dans ce
cas θn = λn/piwn (avec wn la taille de source de l’harmonique n), la divergence est alors
inde´pendante de la longueur de gradient.
Sur la figure 9.5(b), on a trace´ l’e´volution de la divergence en fonction de l’ordre harmo-
nique pour deux longueurs de gradient : L0 = 0.04λ en rouge et L0 = 0.08λ en bleu. Les
symboles correspondent aux donne´es expe´rimentales, et les traits pointille´s correspondent
encore une fois aux divergences qu’on obtiendrait si la source harmonique e´tait limite´e par
diffraction. On voit, que pour des longueurs de gradient telles que L0 ≥ 0.02λL, la diver-
gence des harmoniques est toujours largement supe´rieure a` celle correspondant a` la limite
de diffraction, et que la divergence harmonique varie assez peu avec l’ordre harmonique
(dans la gamme d’harmoniques e´tudie´es).
9.2.2 Interpre´tation
Nous avons compare´ ces re´sultats au mode`le que nous avons pre´sente´ dans la partie 3.3.3.
Les pre´dictions du mode`le sont trace´es en trait plein sur la figure 9.5. On voit que l’accord
entre ce mode`le et nos re´sultats expe´rimentaux est excellent.
Nous comprenons donc que si la divergence des harmoniques augmente avec la longueur
de gradient, c’est parce que la surface de la cible s’enfonce pendant l’interaction (cf. fi-
gure 8.3b). Cette e´volution est line´aire pour les gradients e´leve´s car la taille de source
harmonique ne varie quasiment pas avec le gradient (cf. partie 3.3.5, figure 3.11) alors
que la focale du miroir plasma est inversement proportionnelle a` la longueur de gradient :
f ∝ w2L/L (ou` wL est le waist laser), comme de´montre´ dans [28, 41]. Plus la longueur de
gradient est grande et plus la surface s’enfonce et donc plus la focale du miroir plasma
est petite. Si on reprend l’e´quation analytique du mode`le donnant la divergence des har-





1 + (nΨn)2 (9.1)
avec θ0n = λn/piwn la divergence qu’aurait le faisceau harmonique s’il e´tait limite´ par
diffraction, cela correspond au cas ou` le miroir plasma est plan. C’est cette divergence
qu’on a trace´e en traits pointille´s noirs sur la figure 9.5.
Dans le cas ou` la divergence des harmoniques est totalement de´termine´e par la courbure
de la surface, on a Ψn >> 1 et l’e´quation pre´ce´dente peut s’e´crire :
θn ' θ0n.nΨn (9.2)
Comme la taille de source harmonique ne varie pas avec le gradient, en remplac¸ant Ψn
par sa valeur (cf. e´quation 3.15) on peut e´crire :
θn ∝ 1/f (9.3)
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Puisque la focale est inversement proportionnelle a` la longueur de gradient, cela explique
pourquoi la divergence harmonique varie line´airement avec la longueur de gradient pour
les gradients e´leve´s L > 0.025λ (figure 9.5a). Pour les gradients courts L < 0.025λ, l’ap-
proximation Ψn >> 1 n’est plus valable, la divergence n’est pas entie`rement impose´e par
la courbure du miroir. C’est pour cela que pour ces gradients l’e´volution de la divergence
harmonique avec la longueur de gradient n’est pas line´aire.
Pour pouvoir comparer les re´sultats du mode`le aux re´sultats expe´rimentaux, il est ne´cessaire
de connaˆıtre pre´cise´ment wn, la taille de source harmonique, puisqu’elle intervient au
carre´ dans l’e´quation 3.15 donnant Ψn, et R le coefficient de reflectivite´, intervenant dans
l’e´quation de la position des ions 3.12. Ces deux inconnues ne sont pas fournies par le
mode`le. Nous allons maintenant voir comment on les de´termine et comment elles influent
sur la divergence harmonique.
9.2.3 Me´thode
Taille de source harmonique
Nous avons extraits ces parame`tres graˆce aux simulations PIC re´alise´es dans des conditions
extre`mement proches de de celles de l’expe´rience (a0 = 6 et L = λ/20). En effet, l’avantage
des simulations PIC par rapport a` l’expe´rience est que nous pouvons mesurer les profils
harmoniques dans le plan source et ainsi obtenir les tailles de sources harmoniques (cf.
partie 5.2.1). Nous avons ainsi obtenu la variation de taille de source en fonction de l’ordre
harmonique :
wn = (0.72− 9.10−3.n)wL (9.4)
avec n l’ordre harmonique conside´re´e et wL le waist laser. Ceci donne wn = 0.59wL pour
l’harmonique 15 et wn = 0.5wL pour l’harmonique 25. Nous verrons dans la partie 10.4 que
cette expression correspond exactement a` celle que nous avons mesure´e expe´rimentalement
ulte´rieurement, en utilisant une nouvelle technique expe´rimentale. Pour calculer les diver-
gences harmoniques, il nous reste maintenant a` de´terminer le coefficient de re´flectivite´.
Coefficient de re´flectivite´
Pour de´terminer le coefficient R, nous avons re´alise´ une se´rie de simulations PIC 1D, ou`
nous avons varie´ la longueur de gradient et l’e´clairement laser. Ces re´sultats sont trace´s sur
la figure 9.6a. On voit sur cette figure que R varie peu sur une large gamme de parame`tres
d’interaction. On a R = 0.85 pour L = 0.015 et aL = 5 et R = 0.75 pour L = 0.1 et
aL = 10.
A partir de ces mesures, nous avons calcule´ l’erreur entre la divergence calcule´e a` partir des
re´sultats de la figure 9.6a donnant R en fonction de L et de aL et la divergence calcule´e
avec un coefficient de re´flectivite´ moyen R0 = 0.8 pour tous les couples (L, aL). Nous
obtenons ainsi la figure 9.6b, l’e´chelle de couleur est en %. On voit que l’erreur est minime
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Figure 9.6: Influence de la variation du coefficient de re´flection R. (a) Evolution du coefficient de
re´flection R avec l’e´clairement aL et la longueur de gradient L. (b) On a trace´ sur ce panneau l’e´volution
de la quantite´ ((θn−θn,R0)/θn).100, avec θn la divergence harmonique calcule´e avec la valeur du coefficient
de re´flection obtenue en (a) et θn,R0 la divergence harmonique calcule´e en choisissant R0 = 0.8. On voit
que l’e´cart entre les deux valeurs de divergence ne de´passe jamais 1%.
puisqu’elle est toujours infe´rieure a` 1%. Nous pouvons donc conside´rer expe´rimentalement
que R est constant, et nous avons calcule´ les divergences pre´sente´es sur la figure 9.5 avec
le coeficient de re´flectivite´ moyen R0 = 0.8. Nous avons pu ainsi reproduire les mesures
expe´rimentales graˆce au mode`le sans l’aide d’aucun parame`tre ajustable.
Cette e´tude a permis de comprendre les re´sultats expe´rimentaux et de valider expe´ri-
mentalement le mode`le des proprie´te´s spatiales des harmoniques ROM. On dispose ainsi,
pour la premie`re fois, d’un mode`le pre´dictif permettant de calculer les divergences har-
moniques, et cela de manie`re comple`tement analytique.
Si on compare les re´sultats de la figure 9.2 et ceux de la figure 9.5a, on peut noter une
difficulte´ concernant l’optimisation de la source harmonique. En effet, il semble difficile
de maximiser l’efficacite´ de ge´ne´ration (long gradient, figure 9.2) et en meˆme temps de
minimiser la divergence (gradient court, figure 9.5a). Nous allons maintenant voir qu’il est
possible de re´duire la divergence des harmoniques pour quasiment toutes les conditions
d’interaction en jouant sur la phase spatiale de l’impulsion laser incidente.
9.3 Controˆle des proprie´te´s spatiales des harmoniques.
9.3.1 Mesures et comparaison au mode`le
Nous avons expe´rimentalement mesure´ la divergence des harmoniques en fonction de la
position focale laser z. Nous avons ainsi obtenu les points pre´sente´s sur la figure 9.7. Nous
avons e´galement trace´ sur cette figure les re´sultats issus des pre´dictions du mode`le (courbe
bleue) : encore une fois, l’accord est excellent.
Nous avons trace´ sur la figure 9.7(b,c) deux profils spatiaux 2D correspondant a` deux po-
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sitions focales diffe´rentes. Les panneaux (d,e) illustrent la position de la cible par rapport
au meilleur foyer laser. On voit qu’il est possible de re´duire d’un facteur 2 la divergence
du faisceau harmonique lorsqu’on de´place la cible le´ge`rement apre`s le meilleur foyer la-
ser. En observant la courbe de la figure 9.7a, on voit que la divergence peut varier d’un
facteur 4 autour de la position du meilleur foyer laser. Pour comprendre d’ou` vient cette
de´pendance, on peut e´crire la phase φn de harmonique n sous la forme suivante :
φn(r) = n(φL(r) + φS(r)) (9.5)
ou` r est la coordonne´e transverse, φL(r) est la phase laser et φS(r) est la phase venant
de la courbure de la surface de la cible. Graˆce a` cette e´quation, on comprend que comme
la surface s’enfonce, la phase φS(r) n’est jamais constante et c’est pour cela que la plus
petite divergence n’est pas obtenue pour le meilleur foyer mais pour une position focale
le´ge`rement de´cale´e apre`s le meilleur foyer laser. La divergence harmonique sera la plus
petite lorsque la phase laser φL compense la phase introduite par la courbure de la sur-
face de la cible φS, la phase spatiale des harmoniques φn e´tant alors constante. Il est
inte´ressant de noter que pour une position −0.3zR < z < 0.3zR l’e´volution de la diver-
gence est line´aire avec la position focale z. Ainsi il est possible de controˆler finement
la divergence des harmoniques en controˆlant pre´cise´ment z. Deux positions particulie`res
semblent inte´ressantes.
La premie`re correspond a` celle pour laquelle on arrive a` re´duire la divergence harmonique.
Limiter la divergence harmonique est primordial dans certaines expe´riences : c’est notam-
ment le cas dans l’expe´rience de l’effet phare attoseconde qui sera pre´sente´e en dernie`re
partie de ce manuscrit.
La seconde position inte´ressante correspond a` celle ou` l’on maximise la divergence des
harmoniques. Si on maximise la divergence des harmoniques, cela signifie qu’elles sont
focalise´es avec une plus courte focale. Or, l’e´clairement au foyer des harmoniques est
d’autant plus e´leve´ que la longueur focale est courte. Les harmoniques ayant une longueur
d’onde plus courte que le laser, elles peuvent potentiellement avoir une tache focale plus
petite. De plus, ces harmoniques sont e´mises sous forme d’impulsions attosecondes, ce
qui va encore augmenter l’e´clairement au foyer des harmoniques. On peut ainsi imaginer
d’utiliser la focalisation naturelle des harmoniques de manie`re a` augmenter l’e´clairement
(par rapport a` l’e´clairement laser) [41]. Le proble`me pour utiliser une telle ge´ome´trie dans
une expe´rience est la longueur focale de la surface qui est d’environ 200µm, ce qui est tre`s
court pour eˆtre en mesure de placer un autre milieu a` cette distance de la cible.
9.3.2 Analogie avec les CWE
Il est important a` ce stade de noter l’analogie entre les proprie´te´s spatiales des harmoniques
ROM et celles des harmoniques CWE. En effet, dans les deux me´canismes, les harmoniques
pre´sentent une phase spatiale qui tend a` accroˆıtre leur divergence. La divergence des
harmoniques relativistes augmente avec le gradient a` cause de la phase introduite par
l’enfoncement de la surface (figure 9.5). Dans le cas des harmoniques CWE, c’est la phase
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Figure 9.7: Controˆle expe´rimental de la divergence des harmoniques Doppler. Les divergences
sont exprime´es en unite´ de divergence laser θL, avec θL = 200mrad. Les points correspondent aux mesures
expe´rimentales, la ligne pleine au re´sultat du mode`le. (a) Variation de la divergence des harmoniques en
fonction de la position du foyer laser z/zr avec zr la longueur de Rayleigh, obtenue pour un gradient de
λL/20. (b) et (c) montrent les profils spatiaux obtenus pour les points de focalisation indique´s par les
fle`ches et sche´matise´s en (d) et (e).
intrinse`que des harmoniques CWE qui augmente avec le gradient a` cause d’une variation
plus grande des temps d’e´mission a` travers la tache focale (figure 7.5). Dans les deux
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cas, la divergence peut varier d’un facteur ∼ 4 en fonction de la longueur de gradient ;
cependant cette augmentation de la divergence peut-eˆtre compense´e graˆce a` la phase du
laser.
La diffe´rence entre les deux est que la phase des harmoniques est ”convexe” dans le cas
des harmoniques CWE alors qu’elle est ”concave” dans le cas des harmoniques ROM. Par
conse´quent, lorsqu’on compense cette phase avec la phase du laser incident, on de´place la
cible en avant du meilleur foyer laser pour les harmoniques CWE (figure 7.10), alors qu’on
la de´place en arrie`re du meilleur foyer laser pour les harmoniques ROM (figure 9.7). Nous
allons maintenant voir que dans les cas des harmoniques ROM il y a une le´ge`re limite a`
la me´thode de compensation de la divergence.
9.3.3 Limites de la me´thode
On a trace´ sur la figure 9.8 l’e´volution de la divergence the´orique, calcule´e a` partir du
mode`le d’enfoncement, en fonction de la longueur de gradient et de la position a` travers
le foyer. La ligne en pointille´s blancs correspond au point de compensation de la phase
d’enfoncement. On voit clairement a` l’aide de celle-ci que plus la longueur de gradient
augmente plus la de´focalisation a` appliquer sur le laser est importante. Ceci est normal,
puisque plus la longueur de gradient est grande et plus la phase des harmoniques ROM
est grande. Par conse´quent, si on veut la compenser, il faut introduire une phase spatiale
plus grande sur le laser incident, si bien que pour des gradients supe´rieurs a` 0.09λ, on sort
de la longueur de Rayleigh.
Dans ces conditions, la notion de tache focale n’a plus vraiment de sens puisque l’e´nergie
laser n’est alors plus exactement focalise´e au meˆme endroit. Cela me`ne a` une de´te´rioration
de la tache focale et une chute de l’e´clairement laser, ce qui de´grade e´galement les pro-
prie´te´s spatiales des harmoniques et ce qui entraˆıne une baisse de l’efficacite´ de ge´ne´ration
des harmoniques.
D’un point de vue pratique, les lasers ultra-intenses comme UHI100 sont en ge´ne´ral re´pute´s
pour avoir une tache focale avec un bon rapport de Strehl au foyer qui se de´grade tre`s
vite hors foyer, ce qui pourrait laisser pre´sager que la me´thode de compensation n’est
quasiment jamais applicable. Cela constitue les deux principales limites de la me´thode :
1. Il est ne´cessaire de travailler a` des gradients relativement courts, c’est-a`-dire a` des
gradients pour lesquels on reste dans la longueur de Rayleigh lorsqu’on de´focalise le
laser.
2. Controˆler la tache focale du laser de part et d’autre du meilleur foyer laser.
Dans notre cas, ou` nous avons mene´ notre e´tude a` un gradient ou` l’enfoncement n’introduit
pas une phase spatiale trop importante, il est possible de la compenser a` une position
proche du meilleur foyer laser (z/zr = 0.3), ce qui permet de garder une tache focale
avec un bon rapport de Strehl. Nous avons obtenu la figure 9.7, pour un gradient de
λ/20. Or nous avons vu sur la figure 9.2, que ce gradient se situe quasiment au pic
de maximisation de l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques ROM. Ainsi, graˆce a` la
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Figure 9.8: Controˆle the´orique de la divergence des harmoniques Doppler. On a repre´sente´ en
e´chelle de couleur, l’e´volution de la divergence the´orique en fonction de la longueur de gradient et de la
position de focalisation z/zr. L’e´chelle de couleur est exprime´e en unite´ de divergence laser. Cette carte
a e´te´ obtenue a` partir de l’e´quation 3.14.
me´thode de compensation, on peut maximiser la ge´ne´ration d’harmoniques ROM, tout
en gardant un controˆle sur leur divergence.
Maintenant que nous connaissons plus en de´tail les proprie´te´s spatiales des harmoniques
ROM, nous allons nous inte´resser a` leurs proprie´te´s spectrales. Ces dernie`res vont nous
permettre d’obtenir des informations sur la dynamique des ions lors de l’interaction.
9.4 Proprie´te´s spectrales des harmoniques relativistes
Au foyer de l’interaction laser, nous venons de voir que la pression de radiation non-
homoge`ne du laser induit une courbure de la surface du miroir plasma. Nous allons main-
tenant e´tudier la dynamique de cet enfoncement, et voir comment on peut obtenir des
informations sur le mouvement des ions en e´tudiant le spectre harmonique.
Durant l’interaction, la surface du miroir plasma s’enfonce a` une vitesse ve. Cette vitesse
d’enfoncement est responsable d’un de´calage Doppler de la fre´quence centrale des harmo-
niques. Il est important de noter que ce de´calage par effet Doppler est diffe´rent de celui
responsable de la ge´ne´ration d’harmoniques. On distingue donc deux effets Doppler :
1. Le premier est celui que nous e´tudions depuis le de´but de ce chapitre. La surface
oscille a` une vitesse relativiste, ce qui entraˆıne la ge´ne´ration d’harmoniques.
2. Le deuxie`me est celui que nous e´tudions dans les prochaines sections. En plus des
oscillations rapides, la surface s’enfonce a` une vitesse de l’ordre de ve = 0.01c. Ceci
cre´e un second effet Doppler (”plus lent” que le premier) responsable d’un de´calage
de la fre´quence centrale des harmoniques.
9.4.1 Pre´diction du mode`le
Sur la figure 9.9, on peut voir qu’en re´gime d’enfoncement, comme les harmoniques sont
focalise´es, il y a une correspondance directe entre un point au foyer et un point en champ







Figure 9.9: Correspondance entre un point sur la cible et un point sur le de´tecteur . En re´gime
d’enfoncement, la courbure de la surface du miroir plasma entraˆıne une correspondance ge´ome´trique entre
la surface du miroir plasma et la direction de propagation. Le centre de la tache focale, ou` la vitesse
d’enfoncement est la plus grande, est relie´ au centre du faisceau harmonique en champ lointain ou` on
peut donc observer le de´calage Doppler le plus grand.
lointain. Chaque point y sur la cible peut eˆtre associe´ a` un angle θy = y/fp sur le de´tecteur.
Comme la vitesse ve n’est pas la meˆme le long de la tache focale, a` cause de la variation
d’e´clairement au foyer, le de´calage spectral observe´ sur les harmoniques n’est pas le meˆme
en fonction de la position angulaire : le de´calage spectral maximal est observe´ sur l’axe
et plus on s’e´loigne de l’axe plus le de´calage observe´ est faible.
On a trace´ sur la figure 9.10 le spectre re´solu angulairement de l’harmonique 9, obtenu
d’une simulation PIC re´alise´e dans le cas d’ions immobiles. L’harmonique a une structure
en forme d’oeil. Dans le cas ou` les ions sont immobiles, le mouvement de la surface est duˆ
uniquement au mouvement des e´lectrons. Nous avons vu dans la partie 3.3.2 que le miroir
















Figure 9.10: Effet Doppler observe´ dans les simulations PIC. Les deux images correspondent au
spectre re´solu angulairement de l’harmonique 9, obtenu graˆce aux simulations PIC 2D, pour a0 = 8 et
L = λ/8, en conside´rant les ions soit fixes (a) soit mobiles (b).
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laser [t < τL/2] (avec τL la dure´e de l’impulsion) puis qu’il retournait a` sa position
initiale durant la seconde partie de l’impulsion [t > τL/2] (figure 3.7). Ce mouvement
de de´rive des e´lectrons va s’ajouter a` leur mouvement d’oscillation rapide responsable
de la ge´ne´ration d’harmonique, et ainsi cre´er un second effet Doppler, qui est beaucoup
plus lent que le premier. Ce deuxie`me effet Doppler va donc correspondre a` un de´calage
vers le rouge des harmoniques dans la premie`re partie de l’impulsion puisque la surface
e´lectronique s’enfonce a` une vitesse +ve, et a` un de´calage vers le bleu dans la seconde
partie de l’impulsion puisque la surface revient a` sa position initiale avec une vitesse −ve.
Comme les de´calages diminuent lorsqu’on s’e´loigne de l’axe, on observe une harmonique
avec une structure en forme d’oeil.
Si on conside`re a` pre´sent le cas ou` les ions sont mobiles, la dynamique est fortement
modifie´e puisqu’au lieu de revenir dans leur position initiale, les e´lectrons s’enfoncent
durant tout le temps de l’impulsion (figure 3.9 partie 3.3.2). Ainsi au lieu de changer de
signe a` la moitie´ de l’impulsion laser, la vitesse d’enfoncement garde le meˆme signe tout
au long de l’impulsion. Le de´calage spectral que l’on observe est donc uniquement vers le
















Figure 9.11: Spectre expe´rimental montrant l’effet Doppler. (a) Spectre re´solu angulairement
obtenu pour un e´clairement a0 = 5.6 et une longueur de gradient de L0 = λL/20 .Les harmoniques sont
courbe´es, et plus l’ordre harmonique est e´leve´ plus l’effet de courbure est fort. En (b) est trace´ un zoom
de l’harmonique 16 du spectre (a). En (c) est trace´ un zoom de l’harmonique 23 du spectre spectre (a).
La courbure de l’harmonique 23 est nettement plus visible que celle de l’harmonique 16.
9.4.2 Re´sultats expe´rimentaux
Expe´rimentalement, on retrouve cette structure d’harmonique courbe´e. On a trace´ sur
la figure 9.11 un spectre expe´rimental obtenu pour un e´clairement de a0 = 5.6 et une
longueur de gradient de λ/20. Les harmoniques sont de plus en plus courbe´es avec l’ordre
harmonique, comme le montrent les panneaux (b) et (c) ou` on trace´ un zoom des harmo-
nique 16 (b) et 23 (c). L’harmonique 23 est bien plus courbe´e que l’harmonique 16.


















Figure 9.12: Contribution des ions a` l’enfoncement total. Cette carte montre l’influence des ions a`
l’enfoncement total δx/xT = (xT−xIFe )/xT , avec xT = xi+xe(n0(t)) l’enfoncement lorsque le mouvement
des ions est pris en compte dans l’e´quation 3.11 et xIFe l’enfoncement lorsque les ions sont conside´re´s
comme immobiles. Cette carte est trace´e en fonction de l’e´clairement a0 et la dure´e d’impulsion τL pour
une longueur de gradient de λ/10. Le point blanc correspond a` nos conditions expe´rimentales.
La structure est exactement celle que l’on observe dans les simulations PIC, re´alise´es avec
ions mobiles, mais tre`s diffe´rentes de celle observe´e dans les simulations en ions fixes.
Cela prouve que dans notre expe´rience, la dynamique ionionique influe fortement sur les
proprie´te´s spectrales des harmoniques.
Habituellement, pour nos intensite´s et nos dure´es d’impulsions (∼ 25fs) la plupart des
simulations sont re´alise´es en ions immobiles, car on conside`re que la dynamique ionique
n’intervient que pour de plus grandes dure´es d’impulsions laser (∼ 100fs). Dans certaines
e´tudes, cela ne pose aucun proble`me de conside´rer que les ions restent immobiles au
cours de l’interaction. Par exemple dans notre expe´rience la dynamique ionique ne joue
effectivement quasiment aucun roˆle dans la de´termination des proprie´te´s spatiales, comme
le montre la figure 9.12.
Sur cette figure, on a trace´ la contribution des ions a` l’enfoncement total. On rappelle
que cet enfoncement de´temine en grande partie les proprie´te´s spatiales des harmoniques.
La figure 9.12 montre que la contribution des ions a` l’enfoncement total (et donc son in-
fluence sur les propie´te´s spatiales des harmoniques) est d’a` peine ∼ 5%. Cela signifie que
dans notre cas les proprie´te´s spatiales des harmoniques sont entie`rement de´termine´es par
la dynamique e´lectronique. Ainsi il est possible de calculer de fac¸on assez pre´cise les pro-
prie´te´s spatiales des harmoniques tout en ne´gligeant le mouvement des ions. Cependant,
de`s qu’on s’inte´resse a` la de´termination des proprie´te´s spectrales, les re´sultats peuvent
eˆtre errone´s si on conside`re que les ions sont immobiles.
Dans notre expe´rience, la signature de la dynamique ionique est la structure d’harmonique
courbe´e que l’on observe sur les spectres re´solus angulairement (cf. figure 9.11). Si les ions
e´taient immobiles, on n’observerait pas cette structure, mais une forme d’oeil comme
sur la figure 9.10a. Nous allons maintenant nous inte´resser a` l’e´volution des proprie´te´s
spectrales avec la longueur de gradient.
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Figure 9.13: Comparaison de l’effet Doppler mesure´ expe´rimentalement a` celui calcule´
the´oriquement. Evolution du de´calage Doppler mesure´ au centre de l’harmonique (θy = 0) en fonction
de la longueur de gradient. Les points correspondent aux mesures expe´rimentales et la ligne rouge aux
pre´dictions du mode`le.
9.4.3 Comparaison au mode`le
Nous venons de voir que la structure en harmonique courbe´e provenait de l’enfoncement
des ions a` la vitesse +ve et de la pression de radiation inhomoge`ne du laser (cf. section
9.4.1). Le de´placement spectral ou de´calage Doppler duˆ a` l’enfoncement des ions de´pend
donc de la vitesse d’enfoncement ve. Plus cette vitesse est e´leve´e et plus le de´calage
spectral est important. Or lorsqu’on change la longueur de gradient, on change la vitesse
d’enfoncement car pour des longs gradients les e´lectrons s’enfoncent plus vite que pour
des gradients courts.
Nous avons mesure´ expe´rimentalement le de´calage spectral en fonction de la longueur de
gradient. Les re´sultats sont repre´sente´s par des points sur la figure 9.13. Sur cette figure,
est trace´e l’e´volution du de´calage Doppler relatif δω/ω au centre d’une harmonique. On
a e´galement trace´ sur cette figure l’e´volution de ce de´calage Doppler avec la longueur de
gradient pre´dite par le mode`le (courbe rouge). L’accord mode`le-expe´rience est une fois
encore remarquable.
9.4.4 Conclusion
Dans cette partie nous avons pre´sente´ les principales caracte´ristiques et de´pendances de la
ge´ne´ration d’harmoniques en fonction des diffe´rents parame`tres de l’interaction, tels que
l’e´clairement laser ou la position de la cible par rapport au meilleur foyer laser. Mais nous
avons e´galement e´tudie´ expe´rimentalement, pour la premie`re fois, les proprie´te´s spatiales
et spectrales des harmoniques CWE et relativistes en fonction de la longueur de gradient
du plasma graˆce a` un syste`me d’une grande simplicite´.
Cela nous a permis d’effectuer la premie`re validation expe´rimentale du mode`le d’enfonce-
ment de la surface du plasma de´veloppe´ durant la the`se d’H. Vincenti. Ce mode`le permet
ainsi de pre´dire les proprie´te´s a` la fois spatiales et spectrales des harmoniques, mais il
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permet aussi d’obtenir des informations sur le comportement du plasma simplement en
observant le signal harmonique. Les harmoniques pourront eˆtre ainsi utilise´es soit comme
une source XUV, soit comme un diagnostic permettant d’avoir un acce`s direct a` l’inter-
action laser-plasma dans les futures expe´riences a` ultra-haute intensite´.
Dans toute cette partie nous nous sommes inte´resse´s a` la caracte´risation de la source
harmonique en champ lointain, dans le plan du de´tecteur. Nous allons e´tudier dans la
partie suivante la caracte´risation des proprie´te´s des harmoniques dans le plan source
ou` elles sont ge´ne´re´es, en utilisant une me´thode originale base´e sur les re´seaux plasmas
transitoires. Cela nous a permis d’effectuer des mesures jusque la` quasiment irre´alisables.






Cre´ation et utilisation de re´seaux
plasmas transitoires
Nous avons vu dans la partie pre´ce´dente que graˆce au mode`le d’enfoncement de´veloppe´
durant la the`se d’H. Vincenti [28], on dispose d’un mode`le analytique totalement pre´dictif
pour la courbure du miroir plasma et ainsi pour la phase spatiale des harmoniques. Il y
a cependant une inconnue que l’on est oblige´e de mesurer dans les simulations PIC 2D
lorsqu’on veut calculer la divergence des harmoniques a` partir de ce mode`le : il s’agit du
rapport entre la taille de source wn des harmoniques et le waist laser wL au foyer. Ce
parame`tre joue un roˆle crucial dans la de´termination de la divergence des harmoniques, il
est donc peu satisfaisant de devoir l’obtenir a` partir des simulations PIC, on aimerait pou-
voir le mesurer expe´rimentalement. L’ide´e que nous avons eue pour cela est de moduler la
surface du miroir plasma. Cette modulation agit comme une perturbation de la ge´ne´ration
d’harmoniques. Les harmoniques, qui ne sont plus ge´ne´re´es a` partir d’une surface plane,
diffractent depuis la surface module´e. Graˆce a` cette modulation, en champ lointain on
observe des interfe´rences, desquelles il est possible d’extraire la phase ne´cessaire a` la re-
construction du profil harmonique (taille de source et phase) dans le plan source. Nous
allons voir dans cette partie qu’une manie`re de moduler la surface du miroir plasma est
de cre´er un re´seau plasma transitoire. Nous allons tout d’abord expliquer le principe d’un
re´seau plasma transitoire, nous pre´senterons ensuite le dispositif expe´rimental qui permet
de le re´aliser, et nous e´tudierons enfin comment est affecte´e la ge´ne´ration d’harmoniques
par ce re´seau plasma.
10.1 Principe
L’ide´e de base est relativement simple : nous avons vu dans la partie 6.3 que la vitesse
d’expansion du plasma varie quasi-line´airement avec la fluence laser (figure 6.7). Plus la
fluence est grande et plus la vitesse d’expansion du plasma est e´leve´e. D’apre`s ces re´sultats,
on comprend qu’il est possible d’induire une structure spatiale sur une cible initialement
plane, avant l’arrive´e d’une impulsion principale ultra-intense, simplement en mettant en
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forme spatialement (au foyer de l’interaction) une pre´-impulsion, qui va interagir avec la
cible a` un de´lai τ avant l’arrive´e de l’impulsion principale. En effet, en mettant en forme la
pre´-impulsion, on va pouvoir obtenir une tache focale telle que celle pre´sente´e sur la figure
10.1a. On obtient ainsi une modulation de la fluence laser avec les coordonne´es spatiales.
La fluence de la pre´-impulsion au foyer vaut alors : F (x), avec x la coordonne´e transverse,
selon laquelle on a introduit la modulation. Graˆce a` cette modulation de fluence, on est
capable de moduler la vitesse d’expansion du plasma, et ainsi la surface du plasma. La
vitesse d’expansion sera maximale au point 1 alors qu’elle sera minimale au point 2 et va
varier continuement entre ces deux valeurs. Ainsi, une structure va se former naturellement
au cours de l’expansion du plasma : on obtient alors un re´seau plasma transitoire dont la
profondeur grandit avec le temps τ apre`s la pre´-impulsion. Notons ici, que c’est parce que
nous nous inte´ressons a` la re´alisation d’un re´seau plasma transitoire que nous limitons
le proble`me a` une dimension, un raisonnement a` deux dimensions est possible si l’on






Figure 10.1: Modulation de la fluence laser (a) Tache focale de la pre´-impulsion pre´sentant une
modulation de fluence avec la coordonne´e spatiale x. (b) coupe prise au centre de la tache focale (a). Les
points 1 et 2 correspondent respectivement aux points ou` la fluence est maximale et minimale, et par
conse´quent aux points ou` la vitesse d’expansion du plasma est maximale et minimale.
Pour valider le principe de re´seau plasma transitoire, nous avons re´alise´ une se´rie de
simulations 1D a` l’aide du code ESTHER. Nous avons pour cela utilise´ le profil de
fluence laser pre´sente´ sur la figure 10.1b, et nous avons re´alise´ des simulations pour
chaque fluence comprise entre la fluence maximale et la fluence minimale. Pour cha-
cune de ces simulations nous obtenons alors la densite´ e´lectronique n1De (F (x), z, τ). A
partir de ces re´sultats, on peut de´duire la structure 2D du plasma en e´crivant simplement
n2De (x, z, τ) = n
1D
e (F (x), z, τ).
Nous avons choisi de re´aliser une se´rie de simulations 1D plutoˆt qu’une simulation 2D,
car une simulation 2D est plus couˆteuse en temps de calcul. De plus, expe´rimentalement,
nous verrons dans la prochaine section que la plus petite pe´riodicite´ de modulation pr que
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Figure 10.2: Modulation de la densite´ e´lectronique du plasma. Ces cartes repre´sentent la densite´
e´lectronique ne(x, z, τ) obtenue a` partir du code hydrodynamique ESTHER a` deux diffe´rents instants τ
apre`s le de´but de l’expansion du plasma : en (a) τ = 0.35ps et en (b) τ = 1.18ps.
l’on peut atteindre est de l’ordre de quelques microns (pr ' 10µm), la vitesse d’expansion
est de l’ordre de Cs ' 30nm/ps et l’instant d’inte´reˆt τ < 3ps. On a ainsi Csτ << pr,
on peut donc conside´rer les effets hydrodynamiques 2D comme ne´gligeables, ce qui nous
permet d’affirmer que les re´sultats issus de simulations 1D sont parfaitement valables.
Nous pre´sentons les cartes de densite´s e´lectroniques obtenues a` partir de ces simulations
sur la figure 10.2, pour deux instants τ apre`s le de´but de l’expansion du plasma : (a)
τ = 0.35ps et en (b) τ = 1.18ps. Cette figure montre que la modulation de fluence
me`ne bien a` une modulation de la surface plasma. La position de la densite´ critique,
repre´sente´e par la ligne noire, suit parfaitement cette modulation qui a une structure
en forme de re´seau. De plus, les panneaux (a) et (b) qui ont e´te´ pris a` deux instants τ
diffe´rents montrent que la profondeur de modulation du re´seau grandit lorsque l’instant τ
augmente. Ainsi n’importe quelle impulsion laser arrivant sur cette surface module´e, est
re´fle´chie par un re´seau. Il est possible de varier la profondeur du re´seau simplement en
changeant l’instant τ auquel l’impulsion laser interagit avec ce re´seau.
10.2 Dispositif expe´rimental
Pour notre expe´rience visant a` ge´ne´rer des harmoniques sur un re´seau plasma transitoire,
nous avons utilise´ le sche´ma expe´rimental pre´sente´ sur la figure 10.3. Nous avons place´
deux miroirs (M1,M2) d’un demi pouce devant le miroir six pouces M0. La distance Dp
se´parant M1 et M2, ainsi que les distances (δ1, δ2) entre les miroirs (M1,M2) et M0 sont
re´glables. Lorsqu’une impulsion laser est re´fle´chie sur cet ensemble de trois miroirs, on
obtient trois faisceaux se propageant dans la meˆme direction. Les deux faisceaux issus de
(M1,M2) servent de pre´-impulsion pour cre´er le re´seau plasma transitoire, et le faisceau
issu de M0 est l’impulsion principale qui ge´ne`re les harmoniques sur ce re´seau.
Avant d’envoyer les trois faisceaux provenant de la re´flexion sur les trois miroirs M1, M2





Figure 10.3: Dispositif expe´rimental permettant de cre´er une modulation de fluence au foyer
On note τ = (τ1 + τ2)/2 le de´lai entre les deux pre´-impulsions et l’impulsion principale et τ
′ = (τ2− τ1)/2
le de´lai entre la premie`re et la seconde pre´-impulsion.
et M0 sur la parabole de focalisation, on place un masque qui laisse passer les deux pre´-
impulsions et qui se´lectionne une partie seulement de l’impulsion principale. Ainsi cette
dernie`re est diaphragme´e et a un diame`tre D.
Lorsque le de´lai entre les deux pre´-impulsions est nul, elles interfe´rent au foyer apre`s
focalisation, menant a` une figure d’interfe´rence telles que celles pre´sente´es en e´chelle de
gris sur la figure 10.4a. On a ainsi re´ussi a` cre´er la modulation de fluence laser ne´cessaire a`
la cre´ation d’un re´seau plasma. Ce syste`me pre´sente l’avantage d’eˆtre relativement simple
a` mettre en place et facilement modulable : on peut aise´ment soit changer le diame`tre D
du faisceau principal, soit changer l’espacement Dp entre les deux pre´-impulsions (changer
l’espacement Dp nous permet de changer le pas du re´seau pr).
Les quatres panneaux de la figure 10.4 ont e´te´ obtenues dans quatre configurations
diffe´rentes. En (a,b) l’espacement entre les pre´-impulsions vaut Dp = 55mm, et il est
de Dp = 15mm en (c,d). On voit clairement entre ces deux panneaux que lorsqu’on
change Dp on change le pas du re´seau pr. En (a,c), le diame`tre de l’impulsion principale
est de D = 20mm, alors qu’il vaut D = 75mm en (b,d). Lorsqu’on modifie D, on change
e´videmment la taille de la tache focale de l’impulsion principale, cela va modifier deux
parame`tres de l’interaction : l’intensite´ de l’impulsion principale (en choisissant D, on
choisit le re´gime d’interaction -CWE ou ROM- tout comme dans la partie pre´ce´dente) et
le nombre de traits du re´seau qu’elle illumine.
Ainsi le nombre de traits e´claire´s du re´seau de´pend de Dp et de D. Il est proportionnel
au rapport Dp/D. Cela se comprend intuitivement : plus Dp est grand et plus les franges
sont resserre´es, la tache focale illumine donc plus de franges et plus D est petit, plus tache
focale est grande et donc plus elle illumine de franges. La diffe´rence inte´ressante entre les
deux diffe´rentes configurations (a,b) et (c,d) est que dans la premie`re (a,b) la tache focale
laser illumine plusieurs franges du re´seau, on interagit ainsi avec un vrai re´seau, alors
que dans la deuxie`me configuration (c,d), la tache focale illumine moins d’une frange






Figure 10.4: Distribution d’intensite´ au foyer de l’optique de focalisation. En e´chelle de gris est
repre´sente´e la figure d’interfe´rence obtenue avec les deux pre´-impulsions espace´es de Dp = 55mm (a,b)
et de Dp = 15mm (b,d). En e´chelle de couleur est repre´sente´e la tache focale de l’impulsion principale
pour un diame`tre de faisceau D = 20mm (a,c) et D = 75mm (b,d).
du re´seau, et on interagit dans ce cas, non pas avec un re´seau, mais avec une surface
module´e. Nous verrons pourquoi il est particulie`rement inte´ressant d’interagir avec une
surface module´e dans le prochain chapitre.
Graˆce a` notre syste`me, il est e´galement possible de changer la profondeur du re´seau en
changeant le de´lai relatif τ ′ = τ1 − τ2 entre la premie`re et la deuxie`me impulsion. En
effet, si ce de´lai est nul τ ′ = 0, le contraste C des franges entre les deux pre´-impulsions
est maximal (C = 1), la profondeur du re´seau sera alors maximale. En revanche, si τ ′
est supe´rieur au temps de cohe´rence τc entre les deux pre´-impulsions τ
′ > τc, les pre´-
impulsions n’interfe`rent plus, C = 0, et aucun re´seau n’est cre´e´. Cela permet de changer
aise´ment les conditions d’interaction. Dans ce chapitre, nous nous inte´ressons uniquement
aux cas (a,b). Nous e´tudierons les cas (c,d) dans le prochain chapitre.
10.3 Observation expe´rimentale de la ge´ne´ration d’har-
moniques sur re´seau plasma
10.3.1 Etude des harmoniques CWE
Nous avons tout d’abord teste´ notre re´seau plasma tranistoire a` des e´clairements mode´re´es
en e´tudiant la ge´ne´ration d’harmoniques sur ce re´seau. Pour e´tudier les harmoniques
CWE, nous nous sommes place´s dans le cas de la figure 10.4a. Dans ces conditions,
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l’e´clairement de l’impulsion principale est de 2×1016W.cm−2. Pour obtenir cet e´clairement,
avec une focale de f = 500mm, nous avons choisi un diame`tre de faisceau D = 20mm.
Nous avons espace´ au maximum les miroirs (M1,M2) l’un par rapport a` l’autre pour
obtenir le pas de re´seau le plus petit possible re´alisable dans notre expe´rience. La distance
Dp vaut alors Dp = 55mm, ce qui donne un pas de re´seau pr = λf/Dp = 7µm. Nous
sommes ainsi dans les conditions expe´rimentales de la figure 10.4a. Le nombre de franges
illumine´es par l’impulsion principale e´tant proportionnel au ratio Dp/D, on est capable
d’illuminer 5 franges du re´seau.
La figure 10.5a montre le spectre re´solu angulairement obtenu lorsqu’on focalise l’im-
pulsion principale a` un de´lai τ = 0.35ps apre`s les deux pre´-impulsions, lorsque le de´lai
τ ′ = 0. Sur cette figure, on voit que chaque harmonique CWE est diffracte´e. Le motif
de diffraction est syme´trique et de´pend de l’harmonique conside´re´e. Pour ve´rifier que ce
motif de diffraction e´tait bien duˆ au re´seau, nous avons augmente´ le de´lai τ ′ jusqu’a` avoir
τ ′ > τc, de´lai pour lequel aucun re´seau n’est forme´. Nous obtenons alors le spectre re´solu
angulairement (b). Plus aucune harmonique n’est diffracte´e. Le spectre harmonique re´solu
angulairement observe´ est similaire a` ceux que nous avons pre´sente´s jusqu’a` pre´sent.
10.3.2 Etude des harmoniques relativistes
Nous avons ensuite e´tudie´ la ge´ne´ration d’harmoniques relativistes sur un re´seau transi-
toire. Pour cela, il a fallu augmenter l’e´clairement laser. Pour atteindre un e´clairement de
1 × 1018W.cm−2, nous avons donc enleve´ le diaphragme et utilise´ la totalite´ du faisceau
principal qui a un diame`tre D = 75mm. Cela a pour effet de re´duire le nombre de franges
illumine´es a` 2. Nous sommes ainsi dans les conditions expe´rimentales de la figure 10.4b.
Le spectre re´solu angulairement obtenu dans ces conditions pour un de´lai τ = 1.18ps et
un de´lai τ ′ = 0 est pre´sente´ sur la figure 10.5c. Encore une fois, on observe un spectre
harmonique diffracte´ dont le motif de diffraction de´pend de l’ordre harmonique. Cepen-
dant, contrairement au cas des harmoniques CWE (figure 10.5a), on peut noter que ce
motif n’est plus syme´trique. Lorsque le de´lai τ ′ entre les deux pre´-impulsions exce`de la
dure´e de cohe´rence τc (τ
′ > τc), les harmoniques ge´ne´re´es ne sont plus diffracte´es (figure
10.5d).
10.3.3 Premier bilan
Ces re´sultats sont importants pour deux aspects. Tout d’abord ils montrent que l’on
est expe´rimentalement capable de cre´er un re´seau plasma transitoire. De plus, ce re´seau
re´siste a` des e´clairements tre`s e´leve´s, la structure cre´e´e n’est pas de´truite par l’impulsion
laser principale. Preuve en est que lorsqu’on cre´e le re´seau plasma, on observe des harmo-
niques diffracte´es (figure 10.5(a,c)), alors qu’elle ne le sont pas lorsque le re´seau n’est pas
forme´ (figure 10.5(b,d)). Ceci est un point crucial de la manipulation, cela montre que
n’importe quelle structure peut eˆtre cre´e´e in-situ. Notre expe´rience peut eˆtre ge´ne´ralise´e
a` la cre´ation de microstructures plus complexes 1D ou 2D [78]. Nous allons montrer dans
























Figure 10.5: Re´sultats expe´rimentaux. Les panneaux (a) et (b) montrent le spectre re´solu angulai-
rement obtenu pour les harmoniques CWE, pour des de´lais τ ′ = 0 en (a) et τ ′ > τc en (b), pour un de´lai
τ = 0.35ps et un e´clairement de 2 × 1016W.cm2. Les panneaux (c) et (d) montrent les spectres re´solus
angulairement d’harmoniques ROM, obtenus pour des de´lais τ ′ = 0 (c) et τ ′ > τc (d), pour un de´lai
τ = 1.18ps et un e´clairement de 1 × 1018W.cm2. Chaque encart montre le profil spatial duˆ aux deux
pre´-impulsions en e´chelle de gris a` laquelle est superpose´e la tache focale laser en e´chelle de couleur.
la prochaine section qu’a` partir de l’e´tude du motif de diffraction des harmoniques nous
sommes capables, pour la premie`re fois expe´rimentalement, d’obtenir une caracte´risation
spatiale comple`te des harmoniques dans le plan source.
10.4 Proprie´te´s des harmoniques dans le plan source
Dans cette section, nous allons tout d’abord pre´senter le principe de mesure des pro-
prie´te´s spatiales harmoniques dans le plan source. Nous l’appliquerons ensuite aux donne´es
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expe´rimentales que nous venons de pre´senter et montrerons les premie`res mesures harmo-
niques dans le plan source ainsi effectue´es.
10.4.1 Principe
Expe´rimentalement, ce qui est facilement mesurable est le spectre harmonique re´solu
angulairement, que nous notons |Hn(k)|2. Hn(k) est le champ re´fle´chi apre`s propagation
jusqu’au de´tecteur, autrement dit, c’est la transforme´e de Fourier du champ dans le plan
source hn(x) : Hn(k) = TF (hn(x)). Pour de´terminer hn(x) a` partir de Hn(k), il est
ne´cessaire de connaˆıtre la phase de Hn(k). Nous allons voir comment cela est possible
avec l’utilisation des re´seaux plasmas.
Lorsque l’on module la surface, on module la phase spatiale du champ hn(x). On peut
alors e´crire le champ dans le plan source hrn(x) comme le produit entre la modulation
m(x) et le champ dans le plan source en l’absence de modulation hn(x) :
hrn(x) = hn(x)×m(x) (10.1)
Dans le cas d’un re´seau, cette modulation peut s’e´crire :
m(x) = A exp(i cos(αx)) (10.2)
avec α la pe´riode de modulation et A l’amplitude de la modulation (figure 10.6a). Le signal
Sn(k) que l’on mesure alors sur le de´tecteur est la convolution entre le faisceau harmonique
non-perturbe´ et la tranforme´e de Fourier de la modulation M(k) = TF (m(x)) :
Sn(k) = |Hn(k)⊗M(k)|2 (10.3)
La fonction M(k) converge sur un ensemble de pics de Bragg (figure 10.6b) dont la
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Figure 10.6: Modulation de la surface (a) Dans le plan source, la modulation du re´seau vaut m(x),
elle a une amplitude A et une pe´riodicite´ α. (b) La transforme´e de Fourier de cette modulation correspond
a` un peigne de Dirac dont la pe´riodicite´ de´pend du pas α du re´seau. Chaque pic du peigne correspond a`
un ordre de diffraction du re´seau.









Figure 10.7: Deux re´gimes de diffraction (a) Lorsque la divergence de chaque re´plique (traits poin-
tille´s rouges) est petite par rapport a` l’espacement β entre les ordres de diffraction du re´seau (re´pre´sente´s
par les pointille´s noirs), les re´pliques ne se recouvrent pas et donnent le motif de diffraction repre´sente´
en trait bleu. (b) Lorsque la divergence de chaque re´plique (traits pointille´s rouges) est de l’ordre de
grandeur ou grande par rapport a` l’espacement β entre les ordres de diffraction du re´seau (re´pre´sente´s
par les pointille´s noirs), les re´pliques se recouvrent et interfe`rent. Cela donne un motif de diffraction plus
complexe (bleu).
re´pliques de Hn(k) en champ lointain sur le de´tecteur. En fonction du profil de Hn(k),
deux re´gimes de diffraction sont possibles, comme repre´sente´ sur la 10.7 :
1. En (a), la divergence θ du faisceau harmonique Hn(k) est petite par rapport a`
l’espacement β entre les pics de la fonction M(k) : les diffe´rentes re´pliques de Hn(k)
(pointille´s rouges) ne se recouvrent pas. On observe alors une figure de diffraction
telle que celle pre´sente´e en trait bleu.
2. En (b) la divergence θ est comparable ou plus grande que l’espacement β : les
re´pliques de Hn(k) (pointille´s rouges) se recouvrent et interfe`rent. Dans ce cas, la
figure de diffraction (toujours en trait bleu) a une structure plus complexe.
La diffe´rence majeure entre les deux re´gimes de diffraction est que les diffe´rentes re´pliques
de Hn(k) interfe`rent dans le cas (b), contrairement au cas (a). A partir de la figure d’in-
terfe´rence (trait bleu en (b)), on est capable de de´terminer la phase de Hn(k). Connaissant
la phase de Hn(k), on peut maintenant de´terminer la fonction hn(x) et ainsi obtenir les
informations sur les proprie´te´s harmoniques dans le plan source. Nous allons utiliser cette
me´thode pour de´terminer la taille de source harmonique dans le cas des harmoniques
CWE, puis dans le cas des harmoniques ROM.
10.4.2 Interpre´tation des re´sultats
Pour obtenir les tailles de source des harmoniques, nous avons de´veloppe´ un mode`le simple
qui permet de calculer le motif de diffraction du faisceau harmonique a` partir de hn(x)
en utilisant les e´quations pre´ce´dentes (10.1, 10.2 et 10.3). Dans ce mode`le, nous avons
suppose´ que le profil harmonique hn(x) dans le plan source a un profil Gaussien, de taille
de source wn et une phase quadratique φn = αnx
2. Nous calculons ensuite le motif de
diffraction connaissant la pe´riode α de la modulation m(x) que nous appliquons. Ensuite
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Figure 10.8: De´termination des tailles de source harmonique. En bleu est repre´sente´ le profil
angulaire de l’harmonique 12 obtenu a` partir du spectre re´solu angulairement de la figure 10.5a (a) et de
celui de la figure 10.5c (b) . En pointille´s rouges est repre´sente´, dans les deux cas, le meilleur fit obtenu
a` partir de notre mode`le.
nous utilisons la me´thode des moindres carre´s entre le motif de diffraction ainsi calcule´
et celui mesure´ expe´rimentalement pour obtenir la meilleure concordance possible. Nous
de´terminons ainsi wn, αn et A.
Cas des harmoniques CWE
Nous avons trace´ sur la figure 10.8a, le profil angulaire de l’harmonique 12, obtenu a` partir
du spectre re´solu angulairement de la figure 10.5a, ainsi que le profil calcule´ graˆce a` notre
mode`le (traits pointille´s rouges). L’accord entre les deux profils est tre`s bon. Graˆce a` ces
re´sultats nous avons pu de´terminer la taille de source harmonique w12 pour l’harmonique
12 :
w12 = (1± 0.15).wL (10.4)
ou` wL est le waist laser. Nous obtenons le meˆme ordre de grandeur pour toutes les har-
moniques. Ceci est en excellent accord avec les simulations PIC ou` tous les ordres har-
moniques ont une taille de source similaire qui vaut wn ' wL, comme le montre la figure
10.9.
Cas des harmoniques ROM
Nous avons repre´sente´ sur la figure 10.8b, le profil angulaire de l’harmonique 12 (harmo-
nique ROM), obtenu a` partir du spectre re´solu angulairement de la figure 10.5c, ainsi que
le profil calcule´ graˆce a` notre mode`le (traits pointille´s rouges). L’accord entre les deux
profils est excellent. Nous avons ainsi pu mesurer la taille de source de l’harmonique 12 :
w12 = (0.6± 0.07).wL (10.5)
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Figure 10.9: Evolution des tailles de source des harmoniques CWE. Cette courbe d’e´volution
de la taille de source a e´te´ obtenue a` partir d’une simulation PIC 2D (cf. partie 5.2), re´alise´e dans des
conditions similaires aux conditions expe´rimentales. Tous les ordres harmoniques ont une taille de source
similaire qui vaut wn ' wL.
Nous avons trace´ sur la figure 10.10 l’e´volution de la taille de source harmonique en fonc-
tion de l’ordre harmonique mesure´e expe´rimentalement (points) et issue des simulations
PIC (trait rouge). L’accord entre les deux est excellent.
Nous avons ainsi pu mesurer expe´rimentalement, pour la premie`re fois, la diffe´rence de
taille de source entre les harmoniques CWE et ROM. Nous avons e´galement mesure´ la
de´pendance de la taille de source harmonique pour les deux me´canismes en fonction de
divers parame`tres : e´clairement laser, longueur de gradient et position du foyer laser. Ces
re´sultats seront pre´sente´s par A. Leblanc, qui est doctorant au sein de notre groupe [79].
Il nous reste maintenant a` expliquer qualitativement la diffe´rence de motif de diffraction
observe´ entre les harmoniques CWE et les harmoniques ROM.
Figure 10.10: Evolution des tailles de source des harmoniques ROM. Les points correspondent
aux tailles de source que nous avons calcule´es a` partir de notre mode`le. La courbe rouge correspond
aux tailles de source que l’on mesure dans les simulations PIC 2D. L’e´quation de la courbe rouge :
wn/wL = 0, 72− 9, 10−3 × n est la meˆme que celle que nous avons utilise´e dans la partie 9.2.3.
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Diffe´rence entre les profils CWE et ROM
En effet, nous l’avons de´ja` dit (cf. partie 10.3), lorsque l’on compare les motifs de diffrac-
tion CWE et ROM (figure 10.5(a,c) pour le spectre complet et figure 10.8 pour le profil
angulaire de l’harmonique 12), on s’aperc¸oit que le premier est syme´trique alors que le
second est totalement dissyme´trique.
Pour comprendre l’origine de cette dissyme´trie, nous allons revenir sur les conditions
expe´rimentales. Dans le cas des harmoniques CWE, on illumine ' 5 franges du re´seau
avec l’impulsion laser principale, alors que dans le cas ROM on n’illumine que ' 2 franges.
Cette situation est sche´matise´e sur la figure 10.11. Dans le cas ROM, on illumine peu de
franges (' 2). Or nous venons de voir que la source harmonique ROM a une taille deux
fois plus petite que celle du laser (cf e´quation 10.5). Ainsi si on e´claire 2 franges avec
le laser, cela signifie que la source harmonique ROM n’illumine qu’une seule frange. On
comprend alors pourquoi le motif de diffraction est dissyme´trique. En effet, le motif de
diffraction va fortement de´pendre de la portion du re´seau que l’on illumine avec le laser,
comme sche´matise´ sur la figure 10.12. Dans le cas ou` la position relative entre les deux
est telle que repre´sente´e sur la figure 10.12a, on observe le motif de diffraction (b). Et
si la position relative est celle de la figure 10.12c, on observe le motif de diffraction (d).
Comme cette position relative varie tir a` tir, on observe que le motif de diffraction varie
fortement tir a` tir (figure 10.12). Cet effet est e´galement pre´sent lors de la ge´ne´ration des
harmoniques CWE, seulement comme on illumine plus de franges, il est moins notable. Si
on comprend maintenant la diffe´rence de syme´trie observe´e entre les motifs de diffraction
des harmoniques CWE et ROM, cela soule`ve une question inte´ressante : si le motif de
diffraction change en fonction de la position relative entre l’impulsion laser et les franges
du re´seau, quelle est la position correcte a` conside´rer pour obtenir les informations sur les
proprie´te´s harmoniques dans le plan source ?
Pour re´pondre a` cette question nous nous sommes inte´resse´s a` la ptychographie [80, 81,
82, 83] et a` ces re´cents de´veloppements [84, 85, 86]. La ptychographie a e´te´ premie`rement
Figure 10.11: Diffe´rence des profils harmoniques CWE et ROM. En (a) sont sche´matise´es les
”conditions expe´rimentales” dans lesquelles sont ge´ne´re´es les harmoniques CWE. La source harmonique
CWE illumine ' 5 franges du re´seau. En (b) sont sche´matise´es les conditions expe´rimentales dans les-
quelles sont ge´ne´re´es les harmoniques ROM. La source harmonique ROM illumine ' 2 franges du re´seau.
Le motif de diffraction que l’on observe de´pend alors de l’endroit sur le re´seau ou` les harmoniques sont
ge´ne´re´es.
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conc¸ue pour la microscopie e´lectronique en transmission [80, 87] et consiste a` e´tudier
les motifs de diffraction d’un faisceau lumineux ou d’e´lectrons apre`s passage dans un
e´chantillon. En utilisant les interfe´rences des re´flexions de Bragg adjacentes, contenu dans
le motif de diffraction, il est possible de de´terminer la structure de l’e´chantillon. Ces me-
sures ne sont pas sans lien avec celles que nous avons re´alise´es dans la section 10.4.2. En
effet, nous avons utilise´ les interfe´rences entre les re´flexions de Bragg pour de´terminer la
taille de source hn(x) des harmoniques. Dans nos expe´riences, l’e´chantillon est le re´seau
plasma transitoire et la source lumineuse est le faisceau d’harmoniques. Nous allons main-
tenant voir pourquoi il peut eˆtre inte´ressant de mesurer le motif de diffraction en fonction
de la position relative entre la source harmonique et les franges du re´seau.
Dans notre de´marche, nous avons duˆ e´mettre certaines hypothe`ses quand a` la forme de hn
(profil gaussien) et de Φn (phase quadratique) pour pouvoir mesurer effectivement la taille
de source harmonique. Cependant, les re´cents de´veloppements de la ptychographie [84, 85,
86], montrent qu’a` priori cela n’est pas ne´cessaire si on scanne l’e´chantillon par rapport au
faisceau incident. Dans notre cas, cela revient a` mesurer l’e´volution du motif de diffraction
en fonction de la position relative entre les franges du re´seau et la source harmonique. On
obtient alors une se´rie de motifs de diffraction. Ainsi on accumule plus d’information que
dans le cas ou` on n’acquiert qu’un seul motif de diffraction et graˆce a` cette redondance
Figure 10.12: De´pendance du motif de diffraction a` la position relative entre l’impulsion
laser et les franges du re´seau. En (a,b) sont sche´matise´es deux positions relatives entre l’impulsion
laser principale et les franges du re´seau. En (b) est trace´ le spectre harmonique re´solu angulairement dans
le cas de la position relative (a). En (d) est trace´ le spectre harmonique re´solu angulairement dans le cas
de la position relative (c).
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d’information on est ainsi capable de reconstruire le profil harmonique sans hypothe`se, en
utilisant un algorithme nume´rique [88]. Nous avons mis en oeuvre cette technique dans
une toute nouvelle se´rie de mesures visant a` de´terminer les proprie´te´s harmoniques dans
le plan source sans aucune hypothe`se [89]. Nous avons re´alise´ ces mesures dans un re´gime
extreˆme ou` le waist de la tache focale laser est tre`s petite devant le pas du re´seau : le
re´gime streaking. Nous pre´sentons ces re´sultats dans le prochain chapitre.
Chapitre 11
La ptychographie en re´gime de
streaking
Nous allons dans ce chapitre e´tudier la diffraction des harmoniques sur un re´seau plasma
transitoire dans un re´gime particulier ou` le waist de la tache focale est tre`s petit par
rapport au pas du re´seau (cas de la figure 10.4d). Dans ce cas, comme nous l’avons dit
dans le chapitre pre´ce´dent, les harmoniques ne sont plus ge´ne´re´es sur un re´seau mais
sur une surface module´e. Nous montrerons dans ce chapitre comment cela nous permet
de mesurer les proprie´te´s spatiales (taille de source et phase) des harmoniques et nous
pre´senterons ensuite les premiers re´sultats issus de ces mesures.
11.1 Principe
11.1.1 Cas ge´ne´ral
Au foyer de l’interaction, lorsque les harmoniques sont ge´ne´re´es a` partir d’une surface
module´e, en notant f cette modulation, on peut e´crire le profil harmonique dans le plan
source hmn (x), en pre´sence de modulation, sous la forme :
hmn (x, x0) = hn(x).f(x− x0) (11.1)
ou` hn(x) correspond au profil harmonique en l’absence de modulation, x0 correspond au
fait que la modulation f rencontre´e par les harmoniques de´pend de la position relative
entre la source harmonique et les franges du re´seau (figure 11.1).
Comme nous l’avons dit dans la section 10.4.1, ce que nous mesurons expe´rimentalement
est le spectre harmonique re´solu angulairement Sn(k, x0) = |Hn(k, x0)|2, ou` Hn(k, x0) est
la transforme´e de Fourier de la fonction hmn (x, x0). On peut donc e´crire le signal Sn(k, x0)
sous la forme :
Sn(k, x0) = |
∫
hmn (x, x0) exp(ikx) dx|2 (11.2)
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En combinant les e´quations 11.1 et 11.2, on obtient :
Sn(k, x0) = |
∫
hn(x).f(x− x0) exp(ikx) dx|2 (11.3)
Expe´rimentalement, on obtient Sn(k, x0) en mesurant le profil des harmoniques, en champ
lointain, pour chaque position x0. Ensuite, a` partir de la mesure de Sn(k, x0), il existe un
certain nombre d’algorithmes permettant la reconstruction de hn(x) [88, 90, 91, 92, 17, 93].
A partir de la reconstruction de hn(x), on de´termine les tailles de source des harmoniques
ainsi que leur phase. Nous allons maintenant pre´senter un exemple dans un cas particulier,
pour mieux comprendre comment est encode´e l’information sur la phase et la taille de
source des harmoniques dans Sn(k, x0).
11.1.2 Cas particulier
Pour comprendre le principe des mesures ptychographiques en re´gime de streaking, nous
allons maintenant nous inte´resser plus en de´tail aux effets que va introduire la variation
de x0 sur le motif de diffraction des harmoniques. Nous avons sche´matise´ sur la partie
gauche de la figure 11.1, la ge´ne´ration d’harmoniques pour plusieurs valeurs de x0, dans le
cas ou` la phase spatiale des harmoniques est constante (cas des harmoniques ROM hors
re´gime d’enfoncement).
Lorsque x0 est nul (figure 11.1a), la tache focale laser se trouve sur un creux de modulation.
Les harmoniques sont ge´ne´re´es a` partir d’un miroir plasma concave. La modulation de
la surface introduit une phase spatiale pour les harmoniques. Cela tend a` accroˆıtre leur
divergence. Sur le de´tecteur on va donc mesurer une divergence θ1 plus grande que lorsque
les harmoniques sont ge´ne´re´es sur une surface plane. Les harmoniques sont e´mises sur l’axe
(dans la direction θx = 0).
Lorsque x0 = pr/2 (figure 11.1b)), la tache focale laser se trouve sur une bosse de la
modulation. Les harmoniques sont ge´ne´re´es a` partir d’un miroir convexe qui a la meˆme
focale que le miroir concave pre´ce´dent. L’effet sur la phase des harmoniques sera identique,
on va donc mesurer sur le de´tecteur une divergence θ2 = θ1, et le faisceau harmonique est
toujours e´mis sur l’axe.
Si on se place dans un cas interme´diaire ou` x0 = pr/4 (figure 11.1c), la tache focale se
trouve sur une pente de la modulation, la surface va introduire une phase spatiale line´aire
sur les harmoniques, on mesure une divergence en champ lointain θ3 < θ1, qui est la
divergence des harmoniques limite´es par diffraction (diffraction obtenue depuis une cible
plane). On observe le faisceau harmonique dans la direction θx = θpi/2.
Etudions maintenant ces trois cas pour une source harmonique qui a une phase quadra-
tique (figure 11.1, coˆte´ droit). Il peut par exemple s’agir des harmoniques ROM en re´gime
d’enfoncement.
Lorsque x0 = 0 (figure 11.1e), la phase spatiale introduite par le miroir concave va s’ajouter
a` celles des harmoniques qui vont eˆtre focalise´es encore plus fort que dans le cas (a). Leur

















































Figure 11.1: Effet de la position relative entre les franges du re´seau et la source harmonique.
A gauche on a repre´sente´ l’effet de la position relative entre les franges du re´seau et la source harmonique
sur la diffraction des harmoniques dans le cas ou` elles ont une phase constante, pour trois valeurs de x0 :
(a) 0, (b) pr/2, (c) pr/4 (avec pr la pe´riodicite´ du re´seau). A gauche on a repre´sente´ cet effet dans le cas
ou` les harmoniques ont une phase quadratique, pour trois valeurs de x0 : (d) 0, (e) pr/2, (f) pr/4.
Pour x0 = pr/2 (figure 11.1d), la phase spatiale introduite par la surface va re´duire la
phase des harmoniques et ainsi compenser en partie leur divergence. On va mesurer une
divergence harmonique θ′2 plus grande que celle limite´e par diffraction (obtenue pour des
harmoniques ayant une phase spatiale ge´ne´re´e sur une cible plane). On a donc θ′2 >
θ3. Lorsque x0 = pr/4, la phase introduite par la surface est line´aire et on mesure une
divergence θ′3, et maintenant on mesure ce profil dans la direction θx = θpi/2.
Ces effets de modulation de la divergence des harmoniques sont bien e´videmment d’autant
plus marque´s que la source harmonique est e´tendue, et sont donc de´pendants de la taille
de source des harmoniques. Ainsi lorsqu’on mesure la variation du motif de diffraction
en fonction de x0, c’est-a`-dire Sn(k, x0), on obtiendra une e´volution diffe´rente en fonction
de la valeur de la phase et de la taille de source des harmoniques. La fonction Sn(k, x0)
de´pend donc directement de la phase et de la taille de source des harmoniques et contient
donc l’information ne´cessaire a` leur de´termination. Nous allons maintenant pre´senter le
dispositif expe´rimental que nous avons utilise´ pour re´aliser nos mesures.
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(a) (b) (c) Prol (a)
Prol (b)
Figure 11.2: Fluctuation de la la position des franges du re´seau. En (a) et (b) sont trace´es les
deux taches focales dues aux deux pre´-impulsions pour deux tirs diffe´rents. Aucun parame`tre n’a e´te´
varie´. Sur le panneau (c), est trace´ le profil inte´gre´ des taches focales (a) et (b). La position des franges
est comple`tement diffe´rente, elle fluctue ale´atoirement.
11.1.3 Mise en pratique
Proble`me lie´ a` la stabilisation temporelle des deux pre´-impulsions
D’un point de vue expe´rimental, le point crucial a` controˆler est la position relative entre
les franges du re´seau et la source harmonique (c’est la position x0), puisque c’est d’elle que
de´pend le signal Sn(k, x0) que l’on mesure et qui permet la reconstruction du profil har-
monique hn(x). Malheureusement, dans notre expe´rience nous ne sommes pas en mesure
de la controˆler car la stabilite´ de notre dispositif me´canique n’est pas assez bonne pour
empeˆcher des fluctuations, supe´rieures ou de l’ordre du cycle optique laser, du de´lai τ ′
entre les deux pre´-impulsions. Pour illustrer ce point, nous avons trace´ sur la figure 11.2(a-
b), la figure d’interfe´rence des deux pre´-impulsions prises a` deux instants diffe´rents sans
qu’aucune ope´ration ne soit mene´e sur le dispositif. On voit que la figure d’interfe´rence
est modifie´e a` cause de la fluctuation du de´lai τ ′. La position des franges n’est absolument
pas stable (figure 11.2c), elle varie ale´atoirement, cela signifie que la position relative entre
les franges et la source harmonique varie ale´atoirement. Il est donc impossible de re´aliser
des mesures de ptychographie dans ces conditions, puisqu’on ne controˆle pas x0. Etant
donne´ qu’il n’est pas possible de controˆler la position relative des franges et de la source
harmonique, nous avons de´cide´ de la mesurer.
Montage expe´rimental
Pour cela, l’ide´e que nous avons eue est d’imager un plan e´quivalent a` celui de la cible,
en meˆme temps que nous re´alisons les mesures harmoniques. En re´alisant cette imagerie
on peut mesurer la tache focale des deux pre´-impulsions ainsi que celle de l’impulsion
principale et ainsi de´terminer leur position relative, comme le montre l’encart bleu clair
de la figure 11.3, et ce en meˆme temps que l’on mesure les profils harmoniques re´solus
spectralement.
Nous avons pour cela mis en place le dispositif expe´rimental pre´sente´ sur la figure 11.3.
11.2. RE´SULTATS 153
Le faisceau laser arrive sur le miroir M0, les deux pre´-impulsions sont ge´ne´re´es a` l’aide
des miroirs M1 et M2, si bien qu’apre`s re´flexion sur les trois miroirs, trois faisceaux laser
se propagent vers le miroir die´lectrique M3. C’est a` partir de M3 que nous avons modifie´
notre dispositif :
1. ∼ 99.9% du faisceau arrivant sur M3 est re´fle´chi et sert a` ge´ne´rer les harmoniques
sur le re´seau. Les trois faisceaux (2 pre´-impulsions+faisceau principal) sont focalise´s
sur la cible solide par une parabole hors axe, et le rayonnement XUV est observe´
par un spectrome`tre XUV identique a` celui de´crit dans la partie 4.5.
2. ∼ 0.1% du faisceau arrivant sur M3 est transmis par M3. C’est cette portion de
faisceau que nous utilisons pour mesurer la position des franges. On focalise les
trois faisceaux a` l’aide d’une lentille de focale de 750mm dont on image le plan focal
sur une came´ra. On mesure ainsi les taches focales de l’impulsion principale et des
deux pre´-impulsions.
Cela nous permet, a` chaque tir, de connaˆıtre la position x0 a` laquelle le profil harmo-
nique a e´te´ mesure´ (figure 11.4) et ainsi de pouvoir mesurer correctement Sn(k, x0). Nous




Nous avons donc mesure´ les spectres re´solus angulairement des harmoniques en fonction de
x0. Nous pre´sentons sur la figure 11.4, trois spectres harmoniques re´solus angulairement,
obtenus pour trois positions x0 diffe´rentes. Nous retrouvons le fait que la surface du re´seau
module la divergence des harmoniques (cf. section 11.1.2). La divergence des harmoniques
est plus grande en (b) qu’en (d,f) et en (d) le faisceau harmonique n’est plus e´mis sur
l’axe mais dans une direction le´ge`rement diffe´rente. Pour obtenir Sn(k, x0) a` partir des
spectres mesure´s, nous inte´grons spectralement, pour toutes les positions x0, chaque profil
harmonique. Nous avons ainsi obtenu la figure 11.5a, sur laquelle nous avons repre´sente´
S12(k, x0) (obtenu pour l’harmonique 12).
11.2.2 Interpre´tation
Sur la figure 11.5a, on retrouve ce que l’on vient de voir sur la figure 11.4 et que l’on
avait e´galement pre´sente´ dans la section 11.1.2 : en fonction de x0 la divergence des
harmoniques change et la direction de propagation du faisceau harmonique change aussi.
Nous avons utilise´ la formule 11.3 pour mettre en place l’algorithme de reconstruction
PCGPA (Principal Components Generalized Projections Algorithm), de´veloppe´ par D.J.
Kane [88]. Cet algorithme nous permet de reconstruire nume´riquement Sn(k, x0) graˆce a`
la formule 11.3. Apre`s une e´tape d’initialisation ou`, a` partir d’une estimation de hn(x)







Figure 11.3: Dispositif expe´rimental permettant de la position relative entre les franges du
re´seau et la source harmonique. Lorsque l’impulsion principale issue de M0 et les deux pre´-impulsions
issues de M1 et M2 arrivent sur le miroir die´lectrique M3. ∼ 99, 9% du faisceau arrivant sur M3 est re´fle´chi
par M3, et permet de ge´ne´rer les harmoniques, les trois faisceaux sont focalise´s par une parabole hors axe
sur une cible solide et on mesure les harmoniques a` l’aide du spectrome`tre XUV pre´sente´ dans la partie
4.5. ∼ 0.1% du faisceau arrivant sur M3 est transmis a` travers M3. Les trois impulsions sont focalise´es par
une lentille de focale 750mm, on mesure leur tache focale au foyer de la lentille avec une came´ra (et un
objectif de microscope). Cela permet de mesurer la position relative entre les franges du re´seau et la tache
focale laser (encart bleu), en meˆme temps que la mesure des profils harmoniques re´solus spectralement.
Nous sommes ainsi capable de connaˆıtre x0 et ainsi de mesurer Sn(k, x0).
et φn, on calcule S
reconstruite
n (k, x0), en comparant S
reconstruite
n (k, x0) calcule´e et Sn(k, x0)
mesure´e expe´rimentalement l’algorithme ge´ne`re de nouvelles estimations pour hn(x) et φn,
a` partir desquelles il est posible de calculer de nouveau Sreconstruiten (k, x0). Ite´rativement,
l’algorithme converge ainsi vers les valeurs expe´rimentales re´elles de hn(x) et φn. On est
ainsi capable de de´terminer le profil hn(x) et la phase φn des harmoniques.
Au terme de la reconstruction nume´rique, nous obtenons Sreconstruiten (k, x0), qui est trace´e
sur la figure 11.5b, et qui reproduit bien Sn(k, x0) mesure´e expe´rimentalement (panneau
(a)). On mesure ainsi le profil harmonique hn(x) et la phase φn de l’harmonique 12, trace´s
sur la figure 11.5c. On obtient une taille de source wn = 0.6wL et une phase qui varie de
pi sur toute la taille de source harmonique. Ainsi obtient des re´sultats similaires a` ceux
obtenus dans la section 10.4.2, qui concorde parfaitement avec les re´sultats de simulations





































Figure 11.4: Spectres harmoniques re´solus angulairement mesure´s pour diffe´rentes positions
x0. (a,c,e) Sche´ma de la position relative entre les franges du re´seau et la source harmonique. La valeur
de la position x0 est obtenue graˆce a` notre dispositif expe´rimental pre´sente´ sur la figure 11.3. (b,d,f)
Spectres harmoniques re´solus angulairement obtenus pour les positions x0 (a,c,e) respectivement.
dans le plan source et ce sans aucune hypothe`se, graˆce a` une mesure ptychographique en
re´gime streaking. Nous avons ici pre´sente´ ici uniquement une mesure de h12(x) et φ12, mais
il est e´galement possible de mesurer les profils et les phases de toutes les harmoniques, en
meˆme temps, puisqu’on mesure a` chaque fois expe´rimentalement le profil angulaire des
harmoniques re´solu spectralement. Si nous obtenons pour la premie`re fois des informations
expe´rimentales sur les tailles de source et la phase des harmoniques, nous sommes avec
notre me´thode aussi capable de mesurer le profil du re´seau plasma. Nous avons e´galement
mesure´ les proprie´te´s harmoniques dans le plan source en fonction des divers parame`tres
de l’interaction laser : e´clairement laser, position de la cible par rapport au meilleur foyer
laser et longueur de gradient. L’analyse de´taille´e de ces re´sultats fait l’objet de la the`se
d’A. Leblanc [89].
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Figure 11.5: Premie`re mesure ptychographique en re´gime streaking des proprie´te´s spatiales
des harmoniques dans le plan source. (a) Trace expe´rimentale obtenue pour un e´clairement de
2×1018W.cm−2 et un gradient de L/λ = 1/20 pour l’harmonique 12 (pr est la pe´riodicite´ du re´seau). (b)
Trace reconstruite a` partir de la trace expe´rimentale (a). Profil d’amplitude |h12(x)| et phase harmonique
φ12 obtenus graˆce a` la reconstruction de la trace (a).
11.3 Conclusion
Nous avons, dans cette partie, de´montre´ qu’il est possible de cre´er des microstructures,
telles que des re´seaux plasmas transitoires, in-situ de manie`re comple`tement optique. Ces
re´seaux plasmas re´sitent aux hautes intensite´s (I > 1019W.cm−2). La cre´ation de micro-
structures plus complexes peut potentiellement avoir des applications dans l’acce´le´ration
de protons. Certaines e´tudes re´centes montrent, en effet, qu’il est possible d’optimiser
l’acce´le´ration de protons en utilisant des cibles microstructure´es [78, 94, 95].
Nous avons, en plus de valider le principe des re´seaux plasmas transitoires, re´alise´ les
premie`res mesures des proprie´te´s spatiales des harmoniques dans le plan source. En effec-
tuant des mesures ptychographiques du profil angulaire harmonique re´solu spectralement
nous avons pu de´terminer la taille de source et la phase des harmoniques dans le plan
source et nous avons ainsi pu mettre en exergue les diffe´rences de proprie´te´s entre les
harmoniques CWE et ROM.
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Maintenant que nous connaissons les proprie´te´s harmoniques dans le plan source, l’e´volution
de la divergence des harmoniques en fonction des parame`tres de l’interaction, nous allons
nous inte´resser a` une me´thode permettant de ge´ne´rer des impulsions attosecondes uniques
et de mesurer une partie des proprie´te´s temporelles lie´es a` la ge´ne´ration d’harmoniques :
l’effet phare attoseconde.






Nous avons vu jusqu’a` maintenant, que lorsqu’on focalise un laser suffisamment intense
sur une cible, on ge´ne`re des harmoniques de la fre´quence laser incidente qui correspondent
dans le domaine temporel a` un train d’impulsions attosecondes. Graˆce a` l’e´tude des pro-
prie´te´s, a` la fois spatiales et spectrales, de ce train, on est en mesure de mieux appre´hender
l’interaction laser-plasma a` haute intensite´ et de connaˆıtre en de´tail les me´canismes de
cette ge´ne´ration d’impulsions attosecondes. Cela nous permet de controˆler les proprie´te´s
spatiales du train attoseconde ge´ne´re´. Ceci est tre`s important en vue de futures expe´riences
d’applications, pour lesquelles les harmoniques ne constituent pas une fin en soi mais sont
utilise´es comme une source de lumie`re XUV ultra-courte pour de nouvelles e´tudes.
Une de ces possibles expe´riences est la re´alisation d’expe´riences de type pompe-sonde
a` l’e´chelle attoseconde. Elles permettraient notamment d’e´tudier voire de controˆler la
dynamique e´lectronique a` l’e´chelle atomique. Sachant que la pe´riode de re´volution des
e´lectrons sur leur orbite de Bohr est de l’ordre de la centaine d’attosecondes, on comprend
aise´ment que de telles e´tudes seront difficilement re´alisables avec un train d’impulsions
attosecondes qui a une dure´e de plusieurs femtosecondes. Il est donc primordial de re´ussir
a` se´parer les impulsions de ce train, et de disposer d’impulsions isole´es qui sont plus
adapte´es aux expe´riences re´solues en temps. Depuis une vingtaine d’anne´es, de nombreux
scientifiques ont place´s leur effort dans la ge´ne´ration d’impulsions attosecondes uniques
[15, 34, 35, 96, 97, 98].
Nous aborderons tout d’abord dans cette partie les techniques permettant de ge´ne´rer
des impulsions attosecondes uniques qui ont e´te´ propose´es. Nous pre´senterons les deux
principalement utilise´es : ”l’intensity gating” [99] et le ”polarization gating” [96, 15, 100].
Nous nous inte´resserons ensuite, a` une toute nouvelle technique de´veloppe´e au sein de
notre groupe, ”l’effet phare attoseconde”, qui vise non pas a` isoler une seule impulsion
mais chaque impulsion contenue dans le train [34]. Apre`s avoir pre´sente´ le principe, nous
de´crirons la premie`re de´monstration expe´rimentale de cet effet [35], que nous avons re´alise´e
en collaboration avec le groupe de R. Lopez-Martens du Laboratoire d’Optique Applique´.
Nous terminerons cette partie avec une e´tude qui nous permet de reconstruire le profil
temporel du train attoseconde au foyer de l’interaction par ”photonic streaking” [31] : a`
partir des mesures re´alise´es sur le profil spatial des impulsions en champ lointain obtenu






Les techniques usuelles de ge´ne´ration d’impulsions attosecondes uniques suivent la meˆme
ide´e principale qui est de re´ussir a` confiner l’e´mission durant un seul cycle optique laser.
Ainsi, au lieu de ge´ne´rer un train d’impulsions on ge´ne`re une seule impulsion. Ce confine-
ment temporel peut eˆtre mis en place soit par controˆle de l’intensite´ : l’intensity gating,
soit par controˆle de la polarisation : le polarization gating.
12.1 Intensity gating
Le principe de l’intensity gating repose sur le fait que la ge´ne´ration d’harmoniques, que
ce soit dans les gaz ou sur cible solide est un phe´nome`ne tre`s non-line´aire. Les fre´quences
les plus e´leve´es ne sont ge´ne´re´es que lorsque l’intensite´ laser est maximale. Dans le cas
de la ge´ne´ration d’harmoniques relativistes, nous avons vu que cela e´tait duˆ au fait que
plus les e´lectrons vont eˆtre tire´s a` des vitesses e´leve´es (forte intensite´), plus la fre´quence
de coupure des harmoniques va eˆtre e´leve´e (cf. partie 3.1). Ainsi, en filtrant le spectre
harmonique, de manie`re a` ne se´lectionner que les fre´quences e´leve´es du spectre, il est
possible d’obtenir une seule impulsion attoseconde, qui a e´te´ ge´ne´re´e au maximum de
l’impulsion laser [99].
Pour comprendre plus en de´tail le principe de l’intensity gating, nous allons nous appuyer
sur la figure 12.1. Cette figure a e´te´ obtenue a` partir du mode`le du miroir oscillant, pre´sente´
dans la partie 3.2. Lorsqu’on ge´ne`re des harmoniques avec un laser incident de 25fs, on
obtient un spectre d’harmoniques, correspondant a` un train d’impulsions (figure 12.1(a-
b)). Pour isoler une impulsion par intensity gating, il est ne´cessaire de re´duire la dure´e
de l’impulsion laser incidente. Si on re´duit la dure´e de l’impulsion a` 3 cycles optique on
ne ge´ne`re plus ici qu’une seule impulsion tre`s intense et deux impulsions satellites moins
intenses (figure12.1c). Le spectre est toujours le´ge`rement module´ jusqu’a` une certaine
fre´quence, ici 100ωL et est continu au-dela` (figure 12.1d).
Le train de la figure 12.1c correspond a` un filtrage entre l’harmonique 5 et 30 du spectre
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(d) (filtre orange). Si maintenant on filtre une gamme d’harmoniques plus e´leve´es (la` ou`
le spectre est continu, filtre vert), on obtient une impulsion attoseconde unique (e). On a
ainsi re´ussi a` isoler une impulsion attoseconde par ”intensity gating. On peut e´galement
utiliser le terme ”high frequency filtering”, car c’est en filtrant les harmoniques les plus
e´leve´es que l’on obtient l’impulsion attoseconde unique.
Si cette technique est facilement applicable dans les gaz, ou` l’intensite´ au foyer est de
l’ordre de 1014W.cm−2, elle reste difficilement applicable dans le cas des harmoniques
Doppler ou` il est ne´cessaire d’avoir des e´clairements supe´rieurs a` 1018W.cm−2. En effet, il
est difficile de produire des impulsions d’un ou deux cycles optiques tre`s e´nerge´tiques. Ceci
re´side dans le fait qu’aucun cristal amplificateur n’a un gain spectral uniforme dans la
gamme spectrale correspondante a` une impulsion de 5fs. La deuxie`me limitation provient























































Figure 12.1: ”Intensity gating”. Sur (a),(c),(e),(f) les courbes rouges correspondes a` l’enveloppe
du champ laser incident, les bleues correspondent au train attoseconde ge´ne´re´. (b),(d), repre´sentent
les spectres correspondant aux trains pre´sente´s respectivement en (a) et (c),(e),(f). L’impulsion laser
incidente a une dure´e de 10 cycles (a-b), 3 cycles (c-f). Le train (a) correspond au spectre (b) filtre´ entre
les harmoniques 5 et 30 (filtre orange). Le train (c) au spectre (d) filtre´ entre les harmoniques 5 et 30
(filtre orange), alors que les trains (e) et (f) correspondent au spectre (d) filtre´ entre les harmoniques 150
et 190 (filtre vert) pour une CEP de 0 (e) et une CEP de pi. En vert on a repre´sente´ les filtres. (f). Ces
figures ont e´te´ obtenues a` l’aide du mode`le du miroir oscillant pre´sente´ en partie 3.2.
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de la stabilisation de la CEP. La Carrier-Envelope relative Phase de´termine la position
de la porteuse par rapport a` son enveloppe [101]. Par exemple dans le cas de la figure
12.1, si la CEP est nulle, on va ge´ne´rer effectivement une seule impulsion (figure 12.1.(e)),
mais si on la de´cale de pi alors on va ge´ne´rer deux impulsions de meˆme intensite´ (figure
12.1.(f)). Nous allons maintenant pre´senter la deuxie`me technique permettant d’isoler une
seule impulsion attoseconde.
12.2 Polarization gating
Cette technique, de´veloppe´e par Corkum et al [96], repose sur le fait que dans les gaz,
l’efficacite´ de ge´ne´ration de´pend de l’ellipticite´ du champ laser incident. L’efficacite´ chute
lorsque la polarisation passe de line´aire a` circulaire. En effet, d’apre`s le mode`le en trois
e´tapes, lorsqu’un e´lectron est e´jecte´ par effet tunnel, si la polarisation est line´aire, il va se
recombiner avec son ion parent et ainsi ge´ne´rer des harmoniques. Mais si la polarisation
est circulaire, il lui sera impossible de retrouver son ion parent, et aucune harmonique ne
sera ge´ne´re´e.
Ainsi en structurant une impulsion laser de sorte a` lui donner une polarisation qui varie
au cours du temps, de manie`re a` ce qu’elle ait une polarisation line´aire durant un seul
cycle optique, on sera en mesure de ge´ne´rer une impulsion attoseconde unique. L’ide´e
originelle propose d’utiliser deux impulsions laser de meˆmes enveloppes f(t) ayant des
fre´quences centrales le´ge`rement de´cale´es et des polarisations croise´es pour obtenir la porte
de polarisation. Le champ e´lectrique peut donc s’e´crire sous la forme :
~E = E0f(t)[cos(ω1t).~x+ cos(ω2t).~y] (12.1)
Dans un re´fe´rentiel de re´fe´rence (~x′, ~y′) tel que la direction de polarisation soit selon l’axe
~x′ a` l’instant t=0, on peut e´crire le champ e´lectrique sous la forme :
~E = E0f(t)[cos(ωt) cos(∆ωt/2).~x′ + sin(ωt) sin(∆ωt/2).~y′] (12.2)
Avec ω = (ω1 + ω2)/2 et ∆ω = ω1 − ω2. Comme les deux impulsions ont des fre´quences
le´ge`rement de´cale´es, on peut supposer ∆ω << ω et on obtient alors une ellipticite´ χ(t) =
tan(∆ωt/2) qui de´pend du temps. L’impulsion est polarise´e line´airement pour un seul
cycle optique -celui au voisinage de t = 0- et est polarise´e elliptiquement ou circulairement
pour tous les autres cycles optiques (figure 12.2). La seule condition temporelle a` satisfaire
est qu’il faut que la dure´e totale de l’enveloppe de f(t) soit infe´rieure a` la pe´riode de la
fonction χ(t), c’est a` dire infe´rieure a` 2pi/∆ω.
Si cette technique a e´te´ de´montre´e expe´rimentalement et est couramment utilise´e dans
les gaz [29, 30, 102], elle reste toujours un principe the´orique dans le cas des harmoniques
solides. Elle a e´te´ the´oriquement de´montre´e dans [103] pour les miroirs plasmas, mais
uniquement dans le cas d’un laser en incidence normale, ce qui est difficilement re´alisable
expe´rimentalement. Et lorsqu’on se place en incidence oblique, meˆme en polarisation
circulaire, on sera capable de ge´ne´rer des harmoniques puisqu’en polarisation circulaire
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t
circulaire circulairelinéaire
Figure 12.2: ”Polarisation gating”. Au cours du temps, la polarisation passe de l’e´tat circulaire a`
l’e´tat line´aire puis de nouveau a` l’e´tat circulaire.
une des composantes de polarisation peut faire osciller les e´lectrons dans la direction
orthogonale a` la cible. Cette technique a donc un inte´reˆt limite´ dans le cas des harmoniques
solides. Pour pallier ce proble`me, H. Vincenti et F. Que´re´ ont de´veloppe´ une technique
de se´paration des impulsions attosecondes applicables a` la fois aux harmoniques solides
et aux harmoniques gaz [41, 34].
Chapitre 13
L’effet phare attoseconde
13.1 Principe de l’effet
Dans le cas usuel de ge´ne´ration d’harmoniques, sche´matise´ sur la figure 13.1.a, un laser
est focalise´ sur une cible solide (ou gazeuse) et lors de l’interaction, une impulsion attose-
conde est e´mise a` chaque cycle (ou demi-cycle) optique dans la direction perpendiculaire
au front d’onde du laser a` l’instant d’e´mission. On obtient donc un train d’impulsions
attosecondes e´mis dans une seule direction. En revanche, si les fronts d’onde du laser, au
foyer de l’interaction, tournent au cours du temps (figure 13.1.b) , les impulsions attose-
condes successives seront e´mises dans des directions diffe´rentes, c’est le principe du phare
attoseconde. Nous allons pre´senter dans ce chapitre une me´thode permettant d’obtenir de
la rotation des fronts d’onde au foyer laser.
(a) (b)
Cible Cible
 laser train d’impulsions
attosecondes
Figure 13.1: Principe du phare attoseconde. (a) Repre´sentation de la ge´ne´ration d’harmoniques
dans le cas usuel : une impulsion laser est focalise´e sur une cible (solide ou gazeuse) et des impulsions
attosecondes sont e´mises dans la direction spe´culaire sous forme de train. (b) Ge´ne´ration d’harmoniques
dans le cas du phare attoseconde. Dans ce cas, comme le laser pre´sente de la rotation temporelle de front
d’onde, chaque impulsion attoseconde est e´mise dans une direction diffe´rente. On ge´ne`re ainsi, apre`s
propagation, des impulsions attosecondes uniques se´pare´es angulairement.
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13.2 Du tilt du front d’intensite´ a` la rotation de front
d’onde
Lorsqu’une impulsion laser ultra-bre`ve, ayant un front d’onde paralle`le a` son front d’in-
tensite´, traverse un e´le´ment optique dispersif tel qu’un prisme (figure 13.2), la diffe´rence
entre la vitesse de groupe et la vitesse de phase, combine´e a` la diffe´rence d’e´paisseur
traverse´e selon la position x, va induire un tilt entre le front de phase et le front d’inten-
site´ de l’impulsion en sortie du prisme. Ce tilt du front d’intensite´ peut eˆtre introduit par
n’importe quel e´le´ment dispersif. Dans une chaˆıne laser utilisant la technique du ”Chirped
Pulse Amplification” on pourra l’obtenir en de´salignant l’un des re´seaux du compresseur
par rapport a` l’autre. Une impulsion Gaussienne pre´sentant un tel tilt du front d’intensite´
peut s’e´crire sous la forme :











avec ξ le parame`tre de tilt de front d’intensite´ (abre´ge´ en PFT pour pulse front tilt), τi
la dure´e l’impulsion, wi le diame`tre du faisceau avant focalisation.
Si maintenant on focalise cette impulsion pre´sentant du PFT, l’ensemble e´le´ment dispersif-
optique de focalisation se comporte comme un spectrome`tre. Au foyer on e´tale les couleurs
selon la direction spatiale selon laquelle on a introduit de la dispersion angulaire. On ob-
tient donc une impulsion ayant une de´rive de fre´quence spatiale (un ”chirp spatial”).









Figure 13.2: Introduction d’un tilt entre le front d’intensite´ et le front de phase au passage
d’un e´le´ment dispersif. La vitesse de groupe n’e´tant pas la meˆme que la vitesse de phase, et l’e´paisseur
l(x) de´pendant de x, le retard accumule´ par le front de phase sur le front d’intensite´ ne va pas eˆtre le
meˆme selon la position x. En sortie du prisme, le front de phase va eˆtre incline´ par rapport au front
d’intensite´. C’est du Pulse Front Tilt (PFT).
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correspond une fre´quence centrale particulie`re. Si on utilise a` pre´sent une repre´sentation
temps-espace plutoˆt qu’une repre´sentation fre´quence-espace 13.3.b, dans la partie de l’es-
pace ou` la fre´quence centrale du champ est e´leve´e (en haut, x/λL = 1.5), les maxima du
champs vont eˆtre plus resserre´s que dans la partie de l’espace ou` la fre´quence est basse
(en bas, x/λL = −1.5). Comme la fre´quence varie continuˆment le long de l’axe x, si l’on
trace les maxima du champ sur l’ensemble de la tache focale, on obtient des fronts d’onde






















Figure 13.3: Lien entre chirp spatial et rotation de fronts d’onde au foyer. Sur le panneau (a)
est trace´ l’impulsion laser au foyer dans le domaine (x, ω), la fre´quence centrale locale de l’impulsion
de´pend de l’espace, il y a du chirp spatial. Cela correspond dans le domaine (x, t) a` une rotation des
fronts d’onde (b). Sur le panneau (b) sont repre´sente´s les oscillations du champ pour diffe´rents points
a` travers la tache focale. Les lignes pointille´s noires en (b) correspondent aux fronts d’onde du champ
(trace´ pour les maxima du champ).
En calculant la transforme´e de Fourier de l’e´quation 13.1, en la multipliant par la fonction
transfert de l’espace libre et en prenant la transforme´e de Fourier inverse de la fonction
ainsi obtenue, on de´termine l’expression d’un champ e´lectrique pre´sentant de la rotation
de fronts d’onde :










× exp (iϕ(xf , t)) (13.2)
ou`





















avec le w0 = 2λLf/piwi waist du faisceau laser lorsque ξ = 0 (f correspond a` la longueur
focale de l’optique de focalisation).
Maintenant que nous connaissons l’expression du champ, et plus particulie`rement sa phase,
nous pouvons calculer la vitesse de rotation des fronts d’onde. La direction instantane´e
de propagation, de´termine´e par l’angle des fronts d’onde, est donne´e par β ' k⊥/kL, avec
k⊥ = ∂ϕ/∂xf la composante transverse du vecteur d’onde laser kL. Comme la phase du
laser pre´sente un terme de´pendant a` la fois du temps et de l’espace : ζxf t, la direction de








En combinant l’e´quation pre´ce´dente et l’e´quation 13.4, nous obtenons la formule suivante







On a repre´sente´ sur la figure 13.4 l’e´volution de la vitesse de rotation (courbe bleue) ainsi
que l’e´volution de la dure´e de l’impulsion laser au foyer en fonction du parame`tre de PFT
ξ. Sur cette courbe, on peut noter que la vitesse de rotation a une limite haute, ce qui
est facilement compre´hensible intuitivement. En effet, il est impossible pour la lumie`re de
balayer plus que le coˆne de divergence laser en moins de temps que la dure´e de l’impulsion.
La vitesse maximale sera ainsi atteinte lorsque la lumie`re balaiera l’angle le plus grand




















Figure 13.4: Evolution de la vitesse de rotation vr et de la dure´e de l’impulsion τf en fonction
du parame`tre de PFT ξ. Les e´volutions de vr (courbe bleue) et de τf (courbe rouge), ont e´te´ obtenues
pour les parame`tres d’interaction d’UHI 100 : wi = 75mm, f = 200mm, τi = 25fs.
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l’impulsion). On s’attend donc a` trouver une vitesse maximale de l’ordre de vmaxr ∝ θL/τi.
Graˆce l’e´quation 13.7, on peut de´terminer la vitesse de rotation maximale, qui est atteinte
lorsque :
ξ = τi/wi (13.8)








Au dela` de cette limite, la vitesse diminue car la lumie`re balaye toujours le meˆme coˆne
de lumie`re mais dans un temps plus long, puisque la dure´e de l’impulsion augmente
conside´rablement apre`s avoir de´passe´ l’optimum de PFT (courbe rouge de la figure 13.4).
La valeur de ξ pour laquelle la vitesse de rotation est maximale, correspond a` un e´largisse-
ment de la tache focale de
√
2, et une e´longation temporelle de la dure´e d’impulsion de
√
2
(τ optf ), ce qui conduit a` une re´duction d’un facteur 2 de l’e´clairement au foyer du faisceau
laser. La perte en e´clairement au foyer n’est donc pas trop importante, en comparaison des
autres effets comme les aberrations optiques qui peuvent re´duire fortement l’e´clairement
laser.
13.3 Crite`re de se´paration des impulsions attosecondes
Maintenant que nous avons vu comment il e´tait possible d’obtenir de la rotation des fronts
d’onde laser au foyer, il est temps de voir sous quelle condition cette rotation de front
d’onde, applique´e a` la ge´ne´ration d’impulsions attosecondes, permet de donner naissance
a` de multiples faisceaux se´pare´s angulairement. Sur la figure 13.5 nous avons illustre´ le
principe de la rotation de front d’onde applique´e a` la ge´ne´ration d’impulsions attosecondes.
D’apre`s cette figure l’angle se´parant deux impulsions attosecondes successives est donne´
par ∆θ = vr∆t, ou` ∆t est l’e´cart temporel entre l’e´mission de ces deux impulsions. Pour
effectivement se´parer les impulsions, il faut que ∆θ soit supe´rieur a` la divergence θn des
impulsions attosecondes. L’angle maximal de se´paration est atteint lorsque la vitesse de
rotation est maximale. On a ainsi ∆θmax = θL
2τi
∆t, avec ∆t = TL/p, ou` TL est la pe´riode
optique de l’impulsion laser et p le nombre d’impulsions attosecondes ge´ne´re´es par cycle
(i.e. p = 1 pour les harmoniques solides, et p = 2 pour les harmoniques gaz). On peut
donc e´crire le crite`re de se´paration sous la forme :
θL ≥ pNcθn (13.10)
Pour comprendre cette formule d’un point de vue encore plus intuitif, on peut de´finir un
faisceau attoseconde fictif en accolant chacune des diffe´rentes impulsions attosecondes. On
obtient alors un faisceau attoseconde de divergence : pNcθn. Autrement dit, pour satisfaire
le crite`re de se´paration, il faut que le coˆne de divergence attoseconde (fictif), donne´ par
pNcθn, soit infe´rieur au coˆne de divergence laser θL.













Figure 13.5: Crite`re de se´paration des impulsions attosecondes. La dure´e se´parant deux impul-
sions attosecondes conse´cutives au centre vaut ∆t, et la variation de la direction d’e´mission d’un cycle a`
l’autre vaut ∆θ = vr∆t. Chaque impulsion attoseconde e´mise a une divergence θn. Pour que les diffe´rents
faisceaux harmoniques soient se´pare´s angulairement, il faut que le coˆne de divergence laser θL soit plus
grand que le coˆne de divergence attoseconde donne´ par pNcθn.
Ainsi si on veut ge´ne´rer des impulsions attosecondes se´pare´es angulairement, dans le cas
d’harmoniques sur cible solide (p = 1), avec une impulsion de 25fs, qui comprend ∼ 10
cycles optiques, il faut que la divergence de chaque impulsion attoseconde soit dix fois plus
petite que la divergence laser. Sur notre installation UHI 100, a` cause de l’enfoncement, le
rapport θL/θn est quasiment toujours supe´rieur a` 10 (figure 9.5). Pour obtenir un rapport
θL/θn ' 10, il faut de´focaliser le´ge`rement l’impulsion laser par rapport a` son meilleur foyer,
de manie`re a` re´duire la divergence des harmoniques (figure 9.7a). Si d’apre`s la courbe de
la figure 9.7 nous sommes the´oriquement en mesure de re´aliser l’effet phare attoseconde
sur UHI100 pour une position z/zR = −0.3, puisque pour cette position θL/θn ∼ 10, il est
toutefois difficile de le mettre en oeuvre expe´rimentalement car nous sommes a` la limite
de la satifaction du crite`re.
Pour la premie`re de´monstration de l’effet phare attoseconde, nous avons donc de´cide´ d’uti-
liser une installation de´livrant des impulsions lasers plus courtes : ∼ 3 cycles optiques,
car le crite`re a` satisfaire est alors θL/θn > 3, ce qui est beaucoup plus facile a` obte-
nir expe´rimentalement. Nous pre´sentons dans le prochain chapitre la premie`re validation




Pour la premie`re re´alisation expe´rimentale de l’effet phare attoseconde, nous avons colla-
bore´ avec le groupe PCO de R. Lopez-Martens au LOA. Le laser de la salle noire de´livre
des impulsions laser de 7fs stabilise´es en CEP avec une fre´quence de re´pe´tition de 1kHz.
Le sche´ma expe´rimental est repre´sente´ sur la figure 14.1 . L’impulsion de 2mJ passe a`
travers une paire de prismes, pour re´aliser la compression finale de l’impulsion. Pour intro-
duire la dispersion angulaire (le PFT) nous avons de´saligne´ le second prisme par rapport
au premier. Apre`s agrandissement a` l’aide d’un te´lescope, l’impulsion est focalise´e sur une
cible de silice graˆce a` un miroir parabolique. Nous observons les harmoniques ge´ne´re´es via
deux diagnostics : un spectrome`tre XUV et un diagnostic spatial, tous deux similaires a`
ceux pre´sente´s dans la partie 4.5.
La cible est escamotable, ce qui nous permet d’imager la tache focale pour son optimi-
sation, de manie`re a` maximiser l’e´clairement sur cible. Nous avons e´galement installe´ le
diagnostic spatio-spectral ”RIS” (cf partie 4.4), pour mesurer le chirp spatial et ainsi
controˆler la vitesse de rotation des fronts d’onde.
14.2 Re´sultats expe´rimentaux
14.2.1 Ge´ne´ration d’impulsions attosecondes uniques
Nous avons vu dans la partie 13.3 que pour observer l’effet de phare attoseconde, il faut
satisfaire le crite`re de se´paration donne´ par l’e´quation 13.10. Nous avons donc mesure´ la
divergence harmonique et la divergence laser, lorsque l’impulsion laser est au meilleur de
sa compression (pas de rotation de front d’onde) et avons trouve´ un rapport divergence
laser sur divergence harmonique θL/θn ' 5. Cela indique, avec notre laser a` 800nm, que
l’on sera en mesure de se´parer angulairement les impulsions attosecondes, si l’impulsion
laser incidente a une dure´e infe´rieure a` ∼ 13fs. Nous sommes donc dans des conditions
tre`s favorables pour observer l’effet phare attoseconde puisque notre impulsion laser de
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Figure 14.1: Dispositif expe´rimental. L’impulsion laser de 7fs est focalise´e sur une cible de silice
graˆce a` une parabole. Le PFT est introduit par le de´salignement d’un des prismes servant a` re´aliser la
compression finale de l’impulsion laser. Le profil spatial des impulsions attosecondes est mesure´ graˆce a`
une MCP de 40mm de diame`tre, utilise´e en mode impulsionnel (cf. partie 4.5.2).
de´part a une dure´e de 7fs. L’e´clairement sur cible e´tant le´ge`rement infe´rieur a` 1018W.cm2,
nous avons e´tudie´ l’effet phare attoseconde dans le re´gime d’e´mission CWE.
Les re´sultats obtenus sont pre´sente´s sur la figure 14.2. La premie`re colonne montre le
spectre laser au foyer, obtenu graˆce au RIS, la seconde correspond au champ laser calcule´ a`
partir des mesures du RIS. La troisie`me montre l’empreinte spatiale du champ attoseconde
en champ lointain, et la quatrie`me le spectre correspondant au centre du profil spatial
mesure´.
Ainsi lorsque les deux prismes sont paralle`les, le laser a un faible chirp spatial re´siduel
menant a` une vitesse de rotation de 8.6mrad/cycle, le spectre est compose´, comme at-
tendu, d’harmoniques et elles sont e´mises sous la forme d’un seul faisceau (figure 14.2.a).
Si on de´saligne le´ge`rement l’un des deux prismes (figure 14.2b), la vitesse de rotation aug-
mente (vr = 21mrad/cycle), les harmoniques du spectre s’e´largissent et le profil spatial
est allonge´ dans la direction selon laquelle on a introduit du WFR (Wavefront Rotation).
Si on augmente encore l’angle de de´salignement (figure 14.2c), on augmente la vitesse de
WFR (vr = 39mrad/cycle), et on observe trois faisceaux correspondant chacun a` une im-
pulsion attoseconde unique. Chaque impulsion e´tant e´mise dans une direction diffe´rente,
il n’y a plus qu’une seule impulsion qui passe dans notre spectrome`tre XUV (l’impulsion
centrale), nous sommes ainsi en capacite´ de mesurer le spectre d’une seule impulsion.
Nous voyons que ce spectre est continu, ce qui confirme que l’on a ge´ne´re´ des impulsions
attosecondes uniques se´pare´es angulairement.
En travaillant avec des impulsions courtes de ∼ 3 cycles optiques, un parame`tre important
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Figure 14.2: Observation expe´rimentale. La premie`re colonne montre le spectre re´solu spatialement
mesure´ avec la me´thode du ”RIS” pour diffe´rentes valeurs de de´salignement du prisme (0˚ ,10˚ et 55˚ ).
La seconde colonne correspond au champ e´lectrique E(x, t) calcule´ a` partir des mesures de la premie`re
colonne, en supposant une phase temporelle et fre´quentielle constante. Troisie`me colonne : profils spatiaux
des faisceaux harmoniques mesure´s en champ lointain sur la MCP. Sur la quatrie`me colonne est repre´sente´
le spectre correspondant au centre du profil spatial harmonique.
a` varier est la CEP de l’impulsion laser. Nous nous y inte´ressons dans la prochaine section.
14.2.2 Variation de la CEP
Nous pre´sentons sur la figure 14.3, le profil spatial harmonique mesure´ pour diffe´rentes
valeurs de la CEP laser. Sur cette figure, il est e´vident que le profil spatial change en
fonction de la valeur de la CEP. Cela se comprend intuitivement par le fait qu’en pre´sence
de rotation de fronts d’onde, la direction d’e´mission θe d’une impulsion attoseconde est
donne´e par la direction des fronts de phase du laser a` l’instant d’e´mission te :
θe ∝ vrte (14.1)
Cette formule montre que la structure temporelle du train est encode´e dans le profil angu-
laire des faisceaux harmoniques en champ lointain. Ceci est visible sur la figure 14.4(a,b).




Figure 14.3: Observation de l’effet de la CEP sur le profil spatial harmonique. Profils spatiaux
harmoniques obtenus pour diffe´rentes valeurs de CEP. La variation de CEP a pour effet d’avancer ou de
retarder l’e´mission d’une impulsion donne´e, ce qui entraˆıne une variation dans la direction d’e´mission. A
une valeur de CEP correspond une position sur le de´tecteur. L’image la plus a` droite montre que dans
un syste`me de´livrant des impulsions laser au kHz, ou` l’on ne fonctionne pas en tir unique, il est tre`s
important de stabiliser la CEP, sinon on n’observe pas la se´paration angulaire des diffe´rents faisceaux,
mais simplement une e´longation due a` la fluctuation de CEP d’un tir a` l’autre au cours d’une rafale.
Lorsque la CEP passe de 0 a` pi, le front d’onde laser tourne de ∆θ, ce qui signifie que
l’instant d’e´mission des impulsions attosecondes change. Les impulsions attosecondes ne
sont donc plus e´mises dans la meˆme direction, leur direction d’e´mission est de´cale´e de
∆θ. Le profil spatial harmonique en champ lointain est donc modifie´. Cela signifie qu’a`
une variation continue de la CEP laser est associe´e une variation continue de l’instant
d’e´mission te et par conse´quent une variation continue de la direction d’e´mission θe des
impulsions attosecondes. Ceci explique l’e´volution du profil spatial des impulsions attose-
condes mesure´e expe´rimentalement en fonction de la CEP (figure 14.3).
Ces re´sultats montrent qu’outre le fait de ge´ne´rer des impulsions attosecondes uniques
se´pare´es angulairement, l’effet phare attoseconde permet d’avoir une correspondance temps-
espace : a` un point sur le de´tecteur correspond un temps au foyer. Cela permet d’effectuer
des mesures temporelles, jusque la` difficilement re´alisables a` cause de leur complexite´,
a` partir de mesures spatiales simples. Nous allons de´velopper ce point dans le prochain
chapitre.

























Figure 14.4: Principe de la correspondance temps-espace. A gauche est repre´sente´ le champ laser
au foyer, au milieu un sche´ma de la propagation des impulsions attosecondes, et a` droite le profil spatial
des harmoniques. En (a), ils sont repre´sente´s pour une CEP de 0. En (b) pour une CEP de pi.
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Chapitre 15
Mesures temporelles par photonic
streaking
Nous nous proposons dans ce chapitre de transposer aux harmoniques ge´ne´re´es sur cible
solide la technique de photonic streaking, initiallement de´veloppe´e pour les harmoniques
ge´ne´re´es dans les gaz [31]. Lorsque les impulsions attosecondes sont ge´ne´re´es avec l’effet
phare attoseconde, chacune d’elle est e´mise dans une direction diffe´rente qui de´pend de
l’instant auquel elles sont e´mises. Il devient ainsi possible de mesurer les proprie´te´s re-
latives a` chacune des impulsions. L’information temporelle de leur instant d’e´mission se
retrouve ainsi encode´e spatialement et peut eˆtre de´termine´e en mesurant le profil spatial
du faisceau ge´ne´re´ en champ lointain. La technique de photonic streaking permet ainsi,
a` l’aide de l’effet phare attoseconde, de re´soudre temporellement la ge´ne´ration du train
d’impulsions attosecondes, mais e´galement la dynamique au sein du milieu d’interaction.
Nous nous inte´ressons dans ce chapitre a` un cas particulier du photonic steaking qui est la
de´termination des instants d’e´mission des impulsions attosecondes. Nous pre´sentons tout
d’abord le principe de mesures temporelles par photonic streaking. Nous de´taillons ensuite
un mode`le relativement simple permettant de tester le principe du photonic streaking dans
le cas d’harmoniques CWE. Nous terminerons avec l’e´tude du photonic streaking dans le
cas ou` les diffe´rentes impulsions ne sont pas entie`rement se´pare´es angulairement.
15.1 Principe ge´ne´ral du photonic streaking
Nous pre´sentons le principe ge´ne´ral du photonic streaking dans le cas des harmoniques
CWE car ce sont ces harmoniques que nous avons mesure´es dans l’expe´rience de l’effet
phare attoseconde. Lorsqu’on mesure le profil spatial d’impulsions attosecondes se´pare´es
angulairement, on obtient des re´sultats tels que ceux pre´sente´s sur la figure 14.3. On peut
noter, lorsqu’on regarde ces re´sultats de plus pre`s, que les impulsions en champ lointain ne
sont pas re´gulie`rement espace´es (figure 15.1). L’espacement angulaire ∆θ2 est supe´rieur
a` l’espacement angulaire ∆θ1. Nous allons maintenant voir pourquoi cet espacement est
irre´gulier. Nous avons vu dans la section 14.2.2 que la direction d’e´mission θe est lie´e a`
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l’instant d’e´mission te par la relation :
θe ∝ vrte (15.1)
Cela signifie que la variation de direction d’e´mission ∆θe entre deux impulsions en champ
lointain est relie´e a` la variation des temps d’e´mission ∆te entre ces deux meˆmes impulsions
par la relation au foyer par la relation :
∆θe ∝ vr∆te (15.2)
A travers cette relation il semble possible de de´terminer la structure temporelle du train at-
toseconde a` partir de la mesure de l’espacement angulaire ∆θe relatif entre chacune des im-
pulsions attosecondes. En effet, si les impulsions attosecondes sont e´mises pe´riodiquement,
temporellement cela signifie que l’e´cart ∆te est constant, alors on mesure en champ loin-
tain un espacement ∆θe entre chacune des impulsions constant. En revanche si elles ne
sont pas e´mises pe´riodiquement, on mesure un e´cart ∆θe diffe´rent entre chacune des im-
pulsions en champ lointain. Il est ainsi possible d’extraire des informations temporelles au
foyer a` partir de mesures spatiales en champ lointain. Dans le cas ou` les impulsions atto-
secondes sont envoye´es dans une direction perpendiculaire a` celle des fronts d’onde laser,
alors on ∆θe = vr∆te, et on a une mesure directe des instants d’e´mission. Cependant,
les impulsions attosecondes ne sont pas e´mises perpendiculairement aux fronts d’ondes
du laser mais perpendiculairement aux fronts des impulsions attosecondes. Pour pouvoir
mesurer les instants d’e´mission correctement, il est donc important de de´terminer l’e´cart














Figure 15.1: Espacement non re´gulier des impulsions attosecondes. L’espacement angulaire ∆θ2
est supe´rieur a` l’espacement ∆θ1.
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15.2 De´termination des instants d’e´mission
Nous allons nous inte´resser dans cette section a` la de´termination de la provenance de
l’e´cart entre les directions des fronts d’onde laser et des fronts d’onde des impulsions at-
tosecondes. Nous pre´senterons ensuite le formalisme ge´ne´ral ne´cessaire a` la de´termination
des instants d’e´missions a` partir des directions d’e´missions, puis nous nous inte´ressons au
cas particulier des harmoniques CWE.
15.2.1 Origine de l’e´cart entre fronts d’onde du laser et des im-
pulsions attosecondes
En re´gime phare attoseconde, les fronts d’onde du laser tournent au foyer, cela provient
du chirp spatial qu’on a introduit : la longueur d’onde varie transversalement : λ1 > λ2
sur la figure 15.2a. Comme les fronts d’onde tournent au cours du temps, transversale-
ment, ”le long d’un front d’onde”, l’amplitude laser varie : a1L > a
2
L sur figure 15.2b.
Or dans la ge´ne´ration d’harmoniques, les instants d’e´mission des impulsions attosecondes
de´pendent fortement a` la fois de la longueur d’onde laser et de l’amplitude laser (cf.
partie 2.4.2, e´quation 2.7), cela signifie que les instants d’e´missions dans le cas phare
attoseconde varient transversalement. C’est pour cette raison que les fonts d’onde des im-
pulsions attosecondes ne sont pas paralle`les aux fronts d’onde du laser (figure 15.2c). Nous
allons maintenant pre´senter le formalisme ge´ne´ral permettant de de´terminer les instants
d’e´mission a` partir des directions d’e´mission.
15.2.2 Cas ge´ne´ral
Pour extraire l’information temporelle a` partir des mesures spatiales, il est primordial
de de´terminer de manie`re exacte comment sont lie´s le temps et l’espace, comment est
lie´ l’instant d’e´mission te d’une impulsion attoseconde a` sa direction de propagation θe.
Jusqu’a` pre´sent nous avions admis la relation de proportionalite´ 15.2, mais pour effectuer
la reconstruction, il faut de´terminer le coefficient de proportionalite´. Pour cela, nous allons
conside´rer que la direction d’e´mission de chaque impulsion est de´termine´e par la pente du
front d’onde de chaque impulsion attoseconde au centre de la tache focale. Nous allons
maintenant calculer cette pente. On peut e´crire l’instant d’e´mission de l’harmonique a` la
fre´quence ω, e´mise au nieme cycle optique laser sous la forme :
te = nTL + f(ω, λL, aL, α) (15.3)
avec TL la pe´riode laser, ωL la fre´quence centrale laser et aL l’amplitude laser. α regroupe
tous les parame`tres de´crivant le syste`me physique ou` a lieu la ge´ne´ration d’harmoniques,
par exemple, la longueur de gradient dans le cas d’harmoniques CWE ou le potentiel
d’ionisation pour la ge´ne´ration d’harmoniques dans les gaz. La fonction f de´crit toutes
les de´pendances des temps d’e´mission avec les parame`tres d’interaction :
1. La de´pence de f en ω de´crit la de´rive de fre´quence attoseconde.















Figure 15.2: Ecart entre les fronts d’onde du laser et les fronts d’onde des impulsions atto-
secondes. Dans l’effet phare attoseconde, les fronts d’onde du laser tournent au foyer, transversalement
la longueur d’onde varie : en (a) λ1 > λ2. L’instant d’e´mission te des impulsions attosecondes de´pend de
la longueur d’onde du laser, cela signifie que te varie transversalement. Comme les fronts d’onde du laser
tournent au cours du temps, l’amplitude laser n’est pas la meˆme le long du front d’onde laser : en (b)
a1L > a
2
L. te de´pendant de aL, cela signifie que te varie transversalement. Les fronts d’onde des impulsions
attosecondes ne sont ainsi plus paralle`les aux fronts d’onde du laser a` cause de la variation de longueur
d’onde et d’amplitude laser (c).
2. La de´pendance de f avec aL de´crit la de´pendance du temps d’e´mission avec l’e´claire-
ment. Dans le cas d’harmoniques CWE elle est responsable de l’espacement variable
des impulsions du train.
3. La de´pendance de f avec λL et α, correspond dans le cas des harmoniques CWE a`
la de´pendance de l’e´mission avec le gradient (L/λL).





ou` x est la coordonne´e spatiale selon laquelle on a introduit le chirp spatial. En pre´sence
de rotation de front d’onde, la pe´riode laser de´pend de x : TL = TL(x). On obtient alors








Le premier terme de cette e´quation correspond a` l’interpre´tation intuitive de l’effet phare
attoseconde : la direction d’e´mission varie line´airement avec le nume´ro de cycle optique.
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C’est l’interpre´tation que nous avons utilise´e jusqu’a` pre´sent (e´quation 15.2). Si c’e´tait
le seul terme, cela signifierait que la direction d’e´mission est directement proportionnelle
a` l’instant d’e´mission et ainsi la direction d’e´mission donnerait directement l’information
concernant la structure temporelle du train d’impulsions attosecondes.
Cependant, si le deuxie`me terme n’est pas ne´gligeable en comparaison du premier, cette
interpre´tation n’est plus valide, il y a un facteur correctif , la direction d’e´mission est
modifie´e par les parame`tres de l’interaction : la longueur d’onde du laser λL, l’amplitude



















Expe´rimentalement, on peut conside´rer que le parame`tre α est inde´pendant de x, puisque
dans le cas des gaz Ip ne varie pas, et dans le cas des harmoniques CWE, la variation
transversale de la longueur de gradient est faible. On peut alors simplifier l’e´quation














On retrouve ce que l’on avait vu sur la figure 15.2, le facteur correctif provient de la
variation transversale de la longueur d’onde et de l’amplitude laser. Maintenant que nous
savons comment est lie´e the´oriquement la direction d’e´mission a` l’instant d’e´mission, nous
allons e´tudier le photonic streaking dans le cas des harmoniques CWE. L’avantage des
harmoniques CWE est que nous posse´dons un mode`le complet, qui nous donne une formule
analytique pour les temps d’e´mission (cf. partie 2.4). Nous allons donc dans la prochaine
section calculer les diffe´rents termes de l’e´quation 15.7 dans le cas des harmoniques CWE,
puis nous pre´senterons un mode`le simple permettant de simuler nume´riquement un train
d’impulsions attosecondes ge´ne´re´es par l’effet phare attoseconde, ce qui nous permettra
de de´terminer l’influence de chacun des parame`tres de l’interaction (λL, aL) sur le terme
correctif.
15.2.3 Cas des harmoniques CWE
Dans la partie 2.4, nous avons vu que les temps d’e´mission des harmoniques CWE peuvent
s’e´crire sous la forme :
te(n, ω) =
(










avec zω = 2L ln(ω/ωL cos θ), ou` L est la longueur de gradient et θ l’angle d’incidence. aL est
l’amplitude laser normalise´e (a2L = Iλ
2
L/I0 ou` I0 = 1.37× 1018W.cm−2) et σ = τ/2
√
ln 2,
ou` τ est la dure´e de l’impulsion.
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Formule des temps d’e´mission en re´gime phare attoseconde
En pre´sence de chirp spatial, il faut introduire la de´pendance de certains parame`tres avec
la coordonne´e transverse x, cette formule doit eˆtre le´ge`rement modifie´e, il faut prendre en
compte le fait que :
1. La pe´riode laser varie avec la coordonne´e transverse x : TL = TL(x)
2. La longueur d’onde laser varie avec la coordonne´e transverse x : λL = λL(x)
3. L’amplitude laser normalise´e varie avec la coordonne´e transverse x : aL = aL(x)
4. La dure´e de l’impulsion a augmente´ apre`s l’introduction de chirp spatial, on rappelle





1 + γ2 (15.9)






le parame`tre σ, on introduit le parame`tre σp qui tient compte de la modification de
la dure´e de l’impulsion :
σp = σ
√
1 + γ2 (15.10)
On peut donc re´e´crire l’e´quation des temps d’e´mission sous la forme :
te(n, ω, x) =
(













De´termination du terme correctif
A partir des e´quations 15.7 et 15.11, on peut de´terminer le terme correctif ne´cessaire a` la
de´termination des temps d’e´mission par photonic streaking. En de´rivant ces e´quations on




























Le premier terme correspond a` l’interpre´tation intuitive, les directions sont donne´es par
vrte, le deuxie`me terme correspond au facteur correctif df/dx. Maintenant que nous
posse´dons une formule analytique pour les temps d’e´mission, nous allons tester les mesures
par photonic streaking avec un mode`le nume´rique.


























Figure 15.3: Train CWE en re´gime phare attoseconde. (a) Train attoseconde CWE, L = λ/50,
aL = 0.4, θ = 45˚ , b = 3, τ = 4TL et ξ = 1 . (b) Coupe de (a) prise en x = 0.
15.3 Simulation nume´rique
Pour tester les mesures par photonic streaking, nous avons de´veloppe´ un mode`le nume´rique.
Dans cette section nous e´tudions les re´sultats issus de ce mode`le, cela nous permettra de
mettre en e´vidence l’influence du terme de correction de l’e´quation 15.7. L’avantage des
simulations nume´riques est qu’il est facile d’avoir acce`s a` l’information temporelle au foyer
(temps d’e´mission) et a` l’information spatiale en champ lointain (direction d’e´mission).
On peut ainsi facilement comparer les temps d’e´mission re´els mesure´s au foyer a` ceux
mesure´s par photonic streaking.
15.3.1 Mode`le nume´rique
Pour mode´liser les harmoniques ge´ne´re´es avec un laser ayant une rotation de front d’onde,
nous utilisons une me´thode similaire a` celle de´veloppe´e dans la partie 2.4.2. En partant





anAn(ω) exp(iω(te(n, ω, x))) (15.13)
La diffe´rence avec le mode`le pre´sente´ dans la partie 2.4.2, est qu’ici chacun des parame`tres
de´pend de la coordonne´e transverse x. A partir de cette expression, on peut calculer le
train attoseconde E(x, t) au foyer. Nous avons repre´sente´ sur la figure 15.3a, le train ainsi
calcule´. Les impulsions attosecondes ne sont pas paralle`les (elles sont envoye´es dans des
directions distinctes). En (b), on a trace´ le train attoseconde en x = 0, on retrouve la
de´rive de fre´quence des harmoniques CWE, le de´lai entre deux impulsions attosecondes
successives n’est pas constant. A partir de cette figure, on peut de´terminer les temps
d’e´mission au foyer laser.
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Pour maintenant de´terminer les temps d’e´mission a` partir de mesures spatiales en champ
lointain, il faut propager le champ E(x, t), afin d’obtenir le champ E(θ, ω) (le spectre
re´solu angulairement, cf. partie 5.2.3). On a trace´ ce champ sur la figure 15.4. Par rapport
a` l’expe´rience ou` on a mesure´ un profil spatial, on mesure ici un profil spatio-spectral.
Ce n’est a priori pas ne´cessaire pour re´aliser nos mesures de photonic streaking, mais
cela pre´sente l’avantage d’avoir une information spatiale et spectrale. Sur cette figure, on
re´sout le spectre de chaque impulsion attoseconde e´mise dans des directions diffe´rentes.
En repe´rant les maximas du profil angulaire des impulsions attosecondes trace´ sur la figure
15.4b, on peut mesurer a` partir de cette figure la direction d’e´mission de chaque impulsion
attoseconde. Nous pouvons ainsi mesurer l’e´cart ∆θe entre chaque impulsion. Nous allons
maintenant comparer les temps d’e´mission mesure´s au foyer a` ceux mesure´s en champ

























Figure 15.4: Spectre re´solu en angle. (a) Spectre re´solu en angle obtenu pour les meˆmes conditions
d’interaction que pre´ce´demment. (b) Profil inte´gre´ en ω entre les harmoniques 16 et 20 de (a) .
15.3.2 De´termination des instants d’e´mission
Lorsqu’on mesure directement les directions d’e´mission θe a` partir de la figure 15.4 et que
l’on utilise la relation te = θe/vr, on obtient la courbe rouge de la figure 15.5a. En bleu on
a trace´ les instants d’e´mission mesure´ directement au foyer sur le train attoseconde. On
voit qu’il n’y a aucun accord entre les deux courbes. Si maintenant on utilise la relation
15.12, pour de´terminer te a` partir de θe, on obtient la courbe rouge de la figure 15.5b. Elle
se superpose parfaitement a` celle des instants d’e´mission mesure´ directement au foyer sur
le train attoseconde
Ces re´sultats montrent qu’il est possible de re´aliser d’autres expe´riences en vue de mieux
comprendre l’e´mission CWE. Par exemple, en combinant l’expe´rience phare attoseconde
(partie 14.2) et l’expe´rience gradient pre´sente´e dans la deuxie`me partie, il doit eˆtre pos-
sible de mesurer expe´rimentalement l’e´volution de la variation des temps d’e´mission en
fonction de la longueur de gradient. Plus simplement, on pourrait mesurer la variation des




















Figure 15.5: De´termination des instants d’e´mission par photonic streaking. Courbe bleue : ins-
tants d’e´mission mesure´s directement au foyer sur le train attoseconde. Courbe rouge : instants d’e´mission
calcule´ a` partir des mesures de directions d’e´mission en utilisant la relation θe = vrτe (a) et en utilisant
la relation 15.12 (b).
temps d’e´mission en fonction de l’e´clairement laser. Cependant, si ces mesures semblent
re´alisables dans le cas des harmoniques CWE, la me´thode de mesures par photonic strea-
king pre´sente une certaine limite : pour pouvoir de´terminer les instants d’e´mission des
impulsions attosecondes, il est absolument ne´cessaire de connaˆıtre la formule donnant les
instants d’e´mission te (e´quation 15.11) pour connaˆıtre la correction a` apporter et ainsi ef-
fectuer une de´termination correcte de ces instants d’e´mission. Pour re´soudre ce proble`me,
nous avons pense´ re´aliser les mesures de photonic streaking dans un re´gime ou` les impul-
sions attosecondes ne sont pas comple`tement se´pare´es.
15.4 Photonic streaking dans le cas ou` les impulsions
ne sont pas entie`rement se´pare´es.
Il est e´galement possible de re´aliser des mesures de photonic streaking dans le cas ou` les
impulsions ne sont pas comple`tement se´pare´es angulairement, puisque meˆme si elles ne
sont pas comple`tement isole´es angulairement, elles sont tout de meˆme envoye´es dans des
directions diffe´rentes. Ceci est visible sur la figure 15.6a ou` on a trace´ le train attoseconde
CWE en champ lointain dans l’espace (t, θ) issu d’une simulation PIC (re´alise´e avec une
impulsion laser ”longue” de 15fs). Chacune des impulsions est effectivement envoye´e dans
une direction diffe´rente, mais la se´paration entre chacune des impulsions n’est pas suffi-
sante pour ge´ne´rer des impulsions uniques. Comme les harmoniques CWE sont ge´ne´re´es
sous la forme d’un train qui pre´sente une de´rive de fre´quence femtoseconde (cf. partie
2.3), l’e´cart temporel varie de ∆τ1 a` ∆τ2 entre le de´but et la fin du train d’impulsions.
Si maintenant on trace le spectre re´solu angulairement associe´ a` ce train d’impulsions
(figure 15.6), il est compose´ d’harmoniques incline´es : la pe´riode spectrale ∆ω de´pend
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de l’angle θ. Cela vient du fait que les impulsions du de´but du train sont envoye´es dans
une direction (θ < 0), et l’e´cart temporel entre deux impulsions vaut ∆τ1, alors que les
impulsions de la fin du train sont e´mises dans une autre direction (θ > 0) et l’espacement
∆τ2 est supe´rieur a` ∆τ1. Ainsi l’espacement spectral ∆ω1 pour les angles θ < 0 est
plus grand que celui ∆ω2 pour les angles θ > 0 : ∆ω1 > ∆ω2. Ce qui explique que
le spectre soit compose´ d’harmoniques incline´es. On mesure ainsi un spectrogramme du
train d’impulsions attosecondes [104]. Comme la pente de chaque harmonique de´pend
de l’espacement temporel entre chaque impulsion du train, il est possible de mesurer
la structure temporelle du train a` partir de la mesure du spectre d’harmoniques re´solu
angulairement.
ω/ωL
















Figure 15.6: Simulation PIC du photonic streaking dans le cas des harmoniques CWE. Le
panneau (a) repre´sente la distribution d’intensite´ des impulsions attosecondes apre`s diffraction depuis le
plan source de ge´ne´ration, en fonction du temps et de l’angle d’e´mission. Chaque impulsion est e´mise dans
une direction particulie`re, mais la se´paration angulaire n’est pas suffisante pour isoler chaque impulsion.
Les harmoniques CWE sont ge´ne´re´es sous la forme d’un train qui pre´sente une de´rive de fre´quence
femtoseconde (cf. partie 2.3). L’e´cart temporel varie de ∆τ1 a` ∆τ2 entre le de´but et la fin du train
d’impulsions. Le panneau (b) repre´sente le spectre re´solu angulairement du train d’impulsion (a). La
combinaison de la de´rive de fre´quence femtoseconde et du fait que chaque e´mission est envoye´e dans une
direction diffe´rente re´sulte en des harmoniques incline´es. Le spectre du de´but du train (dont les impulsions
sont envoye´es en haut) a une pe´riodicite´ plus grande que le spectre de la fin du train (les impulsions sont
envoye´es en bas). A chaque position θ correspond un temps particulier.
Nous avons ensuite essaye´ de mettre cette ide´e expe´rimentalement, nous avons pour cela
mesure´ les spectres harmoniques re´solus angulairement lorsqu’on ge´ne`re des harmoniques
CWE avec une impulsion de 25fs, en re´gime phare attoseconde. On ne satisfait alors pas
le crite`re de se´paration de l’e´quation 13.10 et on ne se´pare pas les diffe´rentes impulsions.
Nous avons repre´sente´ sur la figure 15.7, un spectre obtenu expe´rimentalement dans ce
re´gime. On mesure effectivement des harmoniques incline´es, ce qui sugge`re, comme nous
venons de le voir, qu’en principe on est capable de mesurer les temps d’e´mission a` partir
de ce spectre en utilisant un algorithme de type FROG [88]. Nous sommes actuellement

















Figure 15.7: Re´sultats expe´rimentaux. Spectre re´solu angulairement d’harmoniques CWE obtenus
sur UHI100, dans le cas ou` on introduit du WFR. Les impulsions attosecondes ne sont pas se´pare´es
angulairement, mais comme dans les simulations PIC on mesure des harmoniques incline´es et l’inclinaison
des harmoniques augmente avec l’ordre harmonique.
15.5 Perspectives
Nous allons clore ce chapitre en pre´sentant deux perspectives ouvertes par l’effet phare
attoseconde :
1. La re´alisation d’expe´riences pompe attoseconde-sonde attoseconde, pour la mesure
des dynamiques ultra-rapides de la matie`re.







Figure 15.8: Possible dispositif utilisant l’effet phare attoseconde en vue de la re´alisation
d’expe´riences pompe-sonde attosecondes.
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Dans la recherche visant a` re´soudre des phe´nome`nes physiques de plus en plus brefs, l’effet
phare attoseconde pre´sente un avantage majeur. En effet, il permet non pas de ge´ne´rer une
seule impulsion attoseconde unique mais plusieurs impulsions uniques se´pare´es angulai-
rement, fournissant ainsi une configuration parfaite pour re´aliser des expe´riences pompe
attoseconde-sonde attoseconde, comme sche´matise´ sur la figure 15.8. En se´lectionnant
uniquement deux des impulsions ge´ne´re´es graˆce a` un masque spatial, on peut ensuite les
recombiner sur une cible. En e´tudiant les faisceaux apre`s re´flection/transmission par la
cible en fonction du de´lai relatif entre chacune des deux impulsions, on peut e´tudier les




























Figure 15.9: Illustration du phare attoseconde ultra-rapide. Au lieu d’avoir les fronts d’onde laser
qui tournent continuellement durant la dure´e de l’impulsion laser comme dans l’effet phare attoseconde
classique (a), pour obtenir un phare attoseconde ultra-rapide, il faut que les fronts d’onde du laser tournent
a` l’e´chelle du cycle optique, autrement dit ils oscillent au cours de la dure´e de l’impulsion laser.
Une autre perspective ouverte par l’effet phare attoseconde est la re´alisation d’un phare
attoseconde ultra-rapide en vue d’une caracte´risation temporelle des impulsions attose-
condes elles-meˆmes. Nous avons vu que graˆce au photonic streaking, on peut obtenir
certaines informations sur la structure temporelle du train attoseconde. Cependant cela
ne permet pas d’obtenir une mesure temporelle des impulsions attosecondes. L’effet phare
attoseconde, se de´roulant a` une e´chelle femtoseconde (les fronts d’onde tournent d’un cycle
optique laser a` l’autre), est un effet trop lent pour mesurer des dure´es attosecondes. Une
ide´e possible, pour re´aliser des mesures temporelles sur les impulsions attosecondes elles-
meˆmes, est d’augmenter la vitesse de rotation des fronts d’onde pour qu’ils tournent a`
l’e´chelle attoseconde. Les fronts d’onde de l’impulsion laser incident ne doivent plus tour-
ner pendant la dure´e de l’impulsion mais durant un cycle optique de l’impulsion. On n’a
alors plus des fronts d’onde qui tournent (figure 15.9a) comme c’e´tait le cas dans toute
cette partie, mais des fronts d’onde qui oscillent au cours du temps comme le montre la
figure 15.9b. On peut ainsi re´aliser des mesures par photonic streaking ultra-rapide ou`
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la divergence des harmoniques ∆θ de´pend directement de la dure´e ∆tatto des impulsions
attosecondes au foyer. La dure´e des impulsions attosecondes se retrouvent ainsi encode´es
dans leur divergence, permettant ainsi de caracte´riser temporellement les impulsions at-
tosecondes ge´ne´re´es sur miroir plasma.
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Conclusion
Depuis sa de´couverte en 1981 [11, 12], la compre´hension de la ge´ne´ration d’harmoniques
sur cible solide a fortement progresse´. En effet, plusieurs mode`les de´crivant le me´canisme
de ge´ne´ration des harmoniques ROM [24, 25, 105] et des harmoniques CWE [39, 44]
ont e´te´ propose´s et un certain nombre d’expe´riences a permis, en partie, de les valider
[22, 42, 45]. Au de´but de ma the`se, un point crucial en vue du de´veloppement d’une
source attoseconde/XUV restait a` de´velopper : la caracte´risation et le controˆle des pro-
prie´te´s du faisceau harmonique. Par exemple, aucune e´tude quantitative permettant la
caracte´risation et le controˆle des proprie´te´s proprie´te´s spatiales n’avait e´te´ mene´e. Durant
ma the`se, nous avons pour cela travaille´ tout d’abord a` caracte´riser spatialement la source
harmonique en champ lointain en fonction des diffe´rents parame`tres de l’interaction. Nous
avons re´alise´ l’expe´rience avec S. Kahaly sur la chaˆıne laser UHI 100 et avons obtenu
d’excellents re´sultats permettant de valider entie`rement le mode`le de´veloppe´ en paralle`le
durant la the`se d’H. Vincenti [28]. Cela nous a permis de mettre en e´vidence l’e´volution
des dynamiques ionique et e´lectronique lors de l’interaction laser-plasma a` des intensite´s
relativistes et d’obtenir une caracte´risation comple`te de la divergence des harmoniques re-
lativistes. Nous avons en paralle`le e´tudie´ les proprie´te´s des harmoniques CWE, et avons pu
valider pour la premie`re fois le mode`le des proprie´te´s spatiales de´veloppe´s dans le cadre de
la the`se d’A. Malvache [39, 44]. Nous disposons donc maintenant de mode`les analytiques
totalement pre´dictifs pour les proprie´te´s spatiales des harmoniques ge´ne´re´es sur miroirs
plasmas. Graˆce a` ces mode`les, les harmoniques pourront e´ventuellement eˆtre utilise´es
comme une source de lumie`re XUV ultra-bre`ve mais e´galement comme un diagnostic, re-
lativement simple, de l’interaction laser-plasma dans les prochaines grandes installations
a` ultra-haute intensite´.
Nous avons, par ailleurs, mis en place une toute nouvelle se´rie d’expe´riences permet-
tant de mettre en forme in-situ la surface du plasma de manie`re comple`tement op-
tique. Nous avons de´montre´ que la formation de microstructures 1D, comme les re´seaux
plasmas transitoires, re´sistent a` des ultra-hautes intensite´s (I > 1019W.cm−2) [79]. Ces
re´sultats ouvrent la voie a` de nouvelles campagnes d’expe´riences utilisant la mise en forme
plasma in-situ pour maximiser les couplages onde-matie`re. Certaines e´tudes, relativement
re´centes, sugge`rent en effet que d’une part, l’utilisation de cible en forme de re´seau de
diffraction permet d’augmenter l’efficacite´ de ge´ne´ration des harmoniques [106, 107, 108],
et que d’autre part, l’utilisation de cibles microstructure´s (microsphe`res, re´seaux de dif-







Avant focalisation Au foyer
(a)
(b) (c)
Figure 15.10: Mise en forme spatiale du faisceau laser pour la cre´ation de microstructures
plasmas. (a) En plac¸ant un masque dans le faisceau, on peut le mettre en forme spatialement. Sur notre
sche´ma, on re´cupe`re quatre faisceaux identiques apre`s le masque (b). Si on focalise ces quatre faisceaux sur
une cible solide, ils interfe`rent menant a` la figure d’interfe´rences (c). Si la fluence de chaque impulsion est
suffisamment e´leve´e, la cible est ionise´e et le plasma cre´e´ s’expand au cours du temps donnant naissance
a` une microstructure 2D. Cette figure ne pre´sente qu’une des possibilte´s offertes par notre principe mais
peut eˆtre ge´ne´ralise´e a` la cre´ation d’autres structures.
du re´seau ou de la structure est fixe et difficilement modulable, ce qui limite la gamme de
parame`tres que l’on peut e´tudier expe´rimentalement. L’utilisation de notre technique de-
vrait donc apporter une plus grande flexibilite´ expe´rimentale - variation du pas du re´seau
et/ou forme de la structure relativement simple a` re´aliser - et ainsi de mener des e´tudes
sur une plus large gamme de parame`tres. Par exemple, dans les nouvelles installations
a` ultra-haute intensite´, disposant de deux faisceaux laser synchronise´s, il sera possible
d’utiliser un des faisceaux pour mettre en forme le plasma selon une structure bien de´finie
(figure 15.10), avec laquelle viendra interagir le deuxie`me faisceau.
Nous avons pour l’instant utilise´ les re´seaux plasmas transitoires pour caracte´riser a` la
fois les proprie´te´s des harmoniques dans le plan source et l’e´volution du plasma [79, 89], a`
partir de mesures base´es sur le principe de la ptychographie [84, 86]. Les mesures que nous
avons re´alise´es, et qui sont en excellent accord avec les re´sultats de simulations PIC consti-
tuent une avance´e importante dans le de´veloppement d’une source XUV/attoseconde
base´e sur l’e´mission d’harmoniques ROM et/ou CWE, ainsi que sur la compre´hension
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de leur me´canisme de ge´ne´ration. Ces re´sultats pourront, par exemple, eˆtre utilise´s par
des groupes comme celui de W. Leemans, avec qui nous avons collabore´, qui cherchent
a` obtenir la meilleure source XUV possible (efficacite´ de ge´ne´ration, proprie´te´s spatiales)
de manie`re a` l’utiliser comme injecteur d’un laser a` e´lectrons libres XUV [42].
Durant ma the`se, nous avons e´galement mis en place la premie`re expe´rience de´montrant
l’effet phare attoseconde [35] et avons e´te´ ainsi, pour la premie`re fois, capables de ge´ne´rer
des impulsions attosecondes isole´es, sur miroir plasma. Si cet effet offre une configuration
ide´ale pour la re´alisation d’expe´riences pompe-sonde attoseconde, il permet e´galement de
re´soudre temporellement la dynamique de la ge´ne´ration d’harmoniques, graˆce au principe
de photonic streaking [31].
Pour ensuite eˆtre a` meˆme d’utiliser les harmoniques comme une ”source attoseconde”, et
les destiner a` des expe´riences re´solues en temps, il est maintenant primordial de les ca-
racte´riser temporellement. Si les techniques, comme FROG CRAB ou RABBITT [17, 9],
qui sont utilise´es pour mesurer les dure´es des impulsions attosecondes ge´ne´re´es dans les









Figure 15.11: Illustration du phare attoseconde ultra-rapide. Lorsqu’on perturbe le faisceau laser
principal E0(t) de fre´quence ωL avec un second faisceau laser de fre´quence 2ωL, arrivant sur la cible avec
un angle θp par rapport au premier, on obtient des fronts d’onde oscillant au foyer. Comme les fronts
d’onde oscillent au cours d’un cycle optique, la divergence du faisceau harmonique de´pend de la dure´e
de l’impulsion attoseconde et de la vitesse de balayage. En changeant le de´lai τ entre les deux faisceaux,
on change la vitesse de balayage des fronts d’onde a` l’instant de ge´ne´ration, cela a pour effet de moduler
la divergence du faisceau harmonique. Sur le sche´ma, a` l’instant τ1 la vitesse de balayage est plus faible
qu’en τ2, ce qui explique que la divergence ∆θ2 soit plus grande que la divergence ∆θ1. En mesurant
la divergence du faisceau harmonique en fonction de τ , on obtient une trace a` partir de laquelle il est
possible de de´terminer les proprie´te´s temporelles (dure´e et phase) des impulsions attosecondes.
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ne´anmoins difficiles a` mettre en pratique, a` cause de la complexite´ de leur imple´mentation
dans une chaˆıne laser 100TW. Il est donc ne´cessaire de de´velopper des me´thodes alter-
natives pour caracte´riser temporellement les impulsions attosecondes ge´ne´re´es sur cible
solide. S’inspirant des me´thodes de mesure in-situ qui ont e´te´ re´cemment de´veloppe´es dans
le cadre des harmoniques gaz [29, 102], l’utilisation d’un phare attoseconde ultra-rapide
paraˆıt eˆtre une me´thode prometteuse pour re´aliser les premie`res mesures temporelles des
impulsions attosecondes ge´ne´re´es sur miroir plasma. En perturbant le faisceau principal
ge´ne´rant les harmoniques, avec un faisceau double´ en fre´quence, il est possible d’obtenir
des fronts d’onde qui oscillent au cours du temps (figure 15.11). Les oscillations des fronts
d’onde modifient les proprie´te´s spatiales du faisceau harmonique, a` cause des oscillations
des fronts d’onde le faisceau harmonique a une divergence θ qui vaut :
∆θ = vb(t).∆τatto (15.14)
Avec vb la vitesse de balayage des fronts d’onde et ∆τatto la dure´e des impulsions attose-
condes. Comme la vitesse de balayage des fronts d’onde de´pend du temps, en scannant le
de´lai τ entre l’impulsion principale et l’impulsion perturbatrice, la vitesse de balayage, au
moment ou` a lieu la ge´ne´ration des harmoniques, est modifie´e. La divergence ∆θ est donc
module´e en fonction de τ . On encode ainsi l’information temporelle relative a` la dure´e
des impulsions ∆τatto dans la divergence du faisceau harmonique et on obtient alors une
”trace” nous donnant l’e´volution de la divergence du faisceau harmonique en fonction du
de´lai τ . A partir de cette trace, on peut utiliser un algorithme ite´ratif pour de´terminer la
dure´e et la phase des impulsions attosecondes. Le principe de ces mesures est similaire a`
celui des mesures ptychographiques en re´gime streaking que nous avons pre´sente´es dans
la partie 11. Dans cette partie, nous avions encode´ l’information des proprie´te´s spatiales
dans le plan source en champ lointain en perturbant la ge´ne´ration d’harmoniques au foyer.
Le phare attoseconde ultra-rapide est donc exactement le pendant temporel des mesures
spatiales ptychographiques.
Outre le fait de caracte´riser temporellement les impulsions attosecondes ge´ne´re´es, un
autre point crucial de la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide reste a` e´lucider. Si
certaines expe´riences ont permis d’atteindre un rayonnement XUV jusque dans la feneˆtre
de l’eau [22], la majeure partie des re´sultats pre´sente´s a` ce jour est limite´e en ordre
harmonique. Les ordres harmoniques les plus e´leve´s se situent aux alentours de ω/ωL ∼
40 − 50 [74, 77, 97, 109]. Il est par conse´quent primordial de comprendre pourquoi les
re´sultats pre´sente´s dans [22] n’ont pu eˆtre reproduits. Pour des applications, notamment
en biologie, il serait tre`s inte´ressant de pouvoir disposer d’une source XUV robuste dans la
feneˆtre de l’eau. Il est donc important de comprendre la diffe´rence de re´gime d’interaction
entre l’expe´rience [22] et les autres afin d’eˆtre plus a` meˆme de de´velopper une telle source.
Dans les prochaines anne´es, les de´veloppements de la technologie laser devraient jouer
un roˆle majeur dans le de´veloppement de la ge´ne´ration d’harmoniques sur cible solide.
En effet, les re´centes inventions telles que le Frequency Domain Optical Parametric Am-
plification (FOPA) permettant de ge´ne´rer des impulsions de quelques dizaines de mJ,
de ∼ 2 cycles optiques accordables en fre´quence [110], le cross-polarized wave (XPW)
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servant a` ame´liorer le contraste temporel des impulsions laser de 3 − 4 ordres de gran-
deur, permettant ainsi de s’affranchir du double miroir plasma et le de´veloppement de
nouvelles architectures laser menant a` la re´alisation de chaˆıne laser TW ope´rant au kHz
[111], devraient contribuer a` rendre les expe´riences de ge´ne´ration d’harmoniques sur cible
solide plus flexibles. Avec en paralle`le un de´veloppement croissant de chaˆınes laser multi-
petawatt, comme ELI ou APPOLON (15fs, 150J), cela devrait permettre la re´alisation
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A general approach for optically controlled spatial structuring of overdense plasmas generated at the
surface of initially plain solid targets is presented. We demonstrate it experimentally by creating sinusoidal
plasma gratings of adjustable spatial periodicity and depth, and study the interaction of these transient
structures with an ultraintense laser pulse to establish their usability at relativistically high intensities. We
then show how these gratings can be used as a “spatial ruler” to determine the source size of the high-order
harmonic beams produced at the surface of an overdense plasma. These results open new directions both
for the metrology of laser-plasma interactions and the emerging field of ultrahigh intensity plasmonics.
DOI: 10.1103/PhysRevLett.112.145008 PACS numbers: 52.65.Rr, 42.65.Ky, 52.27.Ny, 52.38.-r
The study of high-intensity laser-matter interactions
using high-power femtosecond lasers is driven by two
main motivations. One is understanding the fundamental
physics behind these highly nonlinear interactions, and
the other exploring their potential applications, as in laser-
driven particle acceleration [1] and high order harmonic
generation [2]. Most of these experiments require reaching
the highest possible effective laser field amplitude on target
and/or optimizing the coupling with the resulting plasma.
One way to achieve this is by utilizing spatial modu-
lations at the surface of a solid target. Periodic structures
can couple the laser field efficiently with collective exci-
tation modes, called plasmons, potentially resulting in high
light absorption [3,4]. Sharp spatial features can also lead to
large local field enhancements, which can enhance hard-
x-ray emission [3,5]. Both can favor acceleration of the
plasma particles to high energies [6–8].
This new direction of research has so far been based on
fairly complex target engineering, which does not allow
structure control during the experiment. This also excludes
materials or systems that cannot be shaped on the required
scale before laser irradiation, such as the nanometric foils
typically used for laser ion acceleration. In this context, the
ability to generate in situ tunable plasma structures from
initially plain solid targets made of any material would be a
major step forward. This would extend the domain of
plasmonics to high field science [9] and open new
possibilities for experimental investigations on fast electron
transport [10,11].
In this Letter, we present and demonstrate experimen-
tally a new, simple, and flexible scheme to produce
optically controllable structured plasmas from plain solid
targets, for high-field physics experiments. As a first
implementation of this scheme, we create transient sinus-
oidal “plasma gratings” from flat silica targets, which we
probe by measuring the diffraction pattern of the high-order
harmonic beam produced at their surface by an ultraintense
laser pulse. Conversely, we show that this scheme provides
a straightforward experimental means of retrieving the size
of the harmonic source in the target plane—a quantity that
is very challenging to measure by conventional optical
methods.
All experiments described in this Letter have been
performed on UHI100, the 800 nm, 25 fs-100 TW, high
temporal contrast (≥ 1012 using double plasma mirrors
[12]) laser of CEA-IRAMIS. When a small part of this
beam of adequate intensity (hereafter called a prepulse) is
used to irradiate the surface of a solid target, it ionizes this
target and initiates a plasma expansion. This leads to an
exponential density profile [13], n ∝ exp ð − z=LðτÞÞ at the
plasma-vacuum interface at a delay τ after the prepulse. The
velocity Cs ¼ dL=dτ, of this expansion is expected to
depend on the fluence F of the prepulse, and this depend-
ence constitutes the starting point of our scheme. We
measure this dependence for a polished silica target
exposed to a single 25 fs laser pulse, by probing the
subsequent plasma expansion through the phase shift it
induces on a weak probe pulse, measured with time-
resolved Fourier-domain interferometry [14] using the
scheme described in Ref. [15].
Figure 1(a) shows the spatial profile of this phase shift
across the prepulse focal spot, at four different delays τ after
the prepulse. Plasma expansion velocity Cs at a given
prepulse fluence F is obtained from the temporal evolution
of this phase shift. Figure 1(b) depicts the measured
variation of Cs with F. Beyond a threshold required to
turn the target into a plasma, Cs shows a quasilinear
dependence on the prepulse fluence [Fig. 1(b)].
Hydrodynamic simulations with the 1D code ESTHER
[16], in conditions comparable to those of this experiment,
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show that this variation can be predominantly attributed to
an increase of the electron temperature Te with the prepulse
fluence [inset in Fig. 1(b)], due to the increase in absorbed
laser energy.
Based on this result, a spatial structure can be induced at
the surface of an initially flat solid target, prior to the arrival
of a main ultraintense pulse, through the irradiation of this
target by a spatially shaped prepulse beam [fluence
FðxÞ ¼ F0fðxÞ], at a variable delay τ before the main
pulse. The dependence of Cs on F then leads to the
progressive growth in time of a modulation on the surface
of the overdense plasma. A simple way of achieving very
fine spatial structures (potentially down to ≈λ=2, λ being
the prepulse wavelength) with this approach, consists in
using the spatial interferences of several beams to shape the
prepulse fluence on target—a scheme then analogous to
transient grating spectroscopy [17,18].
To demonstrate this idea, we create sinusoidal transient
plasma gratings by interfering two synchronized prepulse
beams on target. Experimentally, this is easily achieved by
placing two 10 mm diameter mirrors on diametrically
opposite edges of the UHI100 laser beam [M1 and M2
in Fig. 2(a)], just in front of one of the large mirrors [M0 in
Fig. 2(a)] used for the main beam. Both beams are focused
on a silica target by the same off axis parabolic mirror, and
thus, cross at an angle on this target, where they interfere,
producing a focal spot intensity pattern as shown in gray
scale in Fig. 2(b). The fringe period λg is given by
λg ¼ λf=Dp—with Dp the distance between the prepulse
mirrors, and f the focal length of the focusing optics—and
can be varied through any of these three parameters (Here,
Dp ¼ 55 mm, f ¼ 500 mm, and λ ¼ 0.8 μm leading to
λg ¼ 7 μm). The peak fluence of each individual prepulse
on target is high enough (∼1.7 × 102 J=cm2) to create a
dense plasma at the surface of silica.
We first carry out hydrodynamical simulations to study
the plasma structure resulting from such an intensity
distribution. For typical lateral scales λg in the μm range
and expansion velocities of the order of 30 nm=ps, LðτÞ ¼
Csτ ≪ λg for delays τ ≤ 3 ps used in the experiment,
implying that 2D hydrodynamical effects can be neglected.
Therefore to determine the time-dependent plasma electron
density map neðx; z; τÞ in this regime, we performed 1D
ESTHER simulations, at different laser fluences F between
0 and F0. This provides a collection of 1D density profiles
at time τ, n1De ðF; z; τÞ, from which we deduce the 2D
structure of the modulated plasma using neðx; z; τÞ ¼
n1De ðF0fðxÞ; z; τÞ.
The resulting density profiles neðx; z; τÞ at two different
delays are displayed in Figs. 2(c) and 2(d), while the
complete temporal evolution neðx; z; τÞ is provided in [19].
We observe that the fluence variation in the focal plane
gives rise to periodic modulations of the critical density
surface [solid black lines in Figs. 2(c) and 2(d)]. This solid
density plasma grating retains the periodicity of the driving
prepulse intensity modulation and expands in time, thus
allowing for a control of grating periodicity and depth
through the focusing configuration and delay time, respec-
tively. The maximum modulation depth that can be
achieved with these gratings is typically of the order of
λg, beyond which two-dimensional hydrodynamical expan-
sion effects are expected to significantly affect and smear
out the spatial structure.
We now turn to the experimental demonstration of
plasma gratings growth and control. A central portion of
the UHI100 beam of adjustable diameter D is used to
produce a main pulse that is focused on the target by the
FIG. 1 (color online). (a) Temporal evolution of the spatially
resolved phase shift induced on the Fourier-domain interferom-
etry probe pulse by the plasma expansion triggered by a prepulse.
(b) Fluence dependence of plasma expansion velocity Cs at the
center of the prepulse beam, as deduced from the measured phase
shifts. The inset plots Te (at the critical plasma density nc) as a
function of prepulse fluence obtained from ESTHER simulations
for a fused silica target under typical experimental conditions.
FIG. 2 (color). (a) Experimental scheme for the creation of
optically controlled plasma gratings and their irradiation by an
ultraintense pulse. (b) Resulting intensity distributions of the two
interfering prepulse beams (gray scale) when they are perfectly
synchronized (τ0 ¼ 0), and of the main beam (colored scale) at
focus. Panels (c) and (d) present the reconstructed plasma grating
density calculated from ESTHER simulations at two different time
delays τ. The black lines show the isodensity contours at n ¼ nc.




same optics as the prepulses and interacts with the
structured plasma they have created, thus acting as a
high-intensity probe. The delay between the main pulse
and the prepulses, τ ¼ ðτ1 þ τ2Þ=2 as well as the delay
between the two prepulses, τ0 ¼ ðτ1 − τ2Þ are adjustable.
The prepulses are reflected from the back face of the small
mirrors, so that the group delay accumulated in the glass
substrate makes it possible to achieve τ ¼ 0 [15].
Figure 2(b) shows a superposition of the focal spot of the
main pulse (color image) and of the interference pattern of
the two prepulse beams on the target surface (gray image).
The small diameter of the prepulse beams ensures that they
each produce a much larger focal spot than the main beam,
allowing it to interact with a uniform plasma grating. For
diffraction-limited focusing, the number of grating periods
N illuminated by this main pulse scales as Dp=D.
To visualize the existence of such a grating and to
confirm that the structure survives when exposed to high
intensities, we study high order harmonic generation
(HHG) occurring when the p-polarized main pulse interacts
with this grating at oblique incidence (55°). HHG can occur
through two now well-identified mechanisms, coherent
wake emission (CWE) [20] and the relativistic oscillating
mirror (ROM) [21] process, the relative weight of which
depends on the interaction conditions [15,22]. Intuitively,
one expects that HHG occurring on a plasma grating would
result in a diffraction pattern on the harmonic beam in far
field, which, due to the short wavelengths of these
harmonics, constitutes a very sensitive probe of this grating.
We measure this diffraction pattern for each individual
harmonic using a flat field XUV grating spectrometer
described in [15], the slit of which is oriented in the plane
of the two interfering prepulse beams.
We perform the first set of experiments on CWE
harmonics, which are typically generated at moderate
intensities (∼1016 W cm−2) and for sharp plasmas
[2,15], allowing us to test the grating under these con-
ditions. In Fig. 3(a), we present the angularly resolved
harmonic spectrum after diffraction from such a plasma
grating with a main pulse intensity, I ¼ 2 × 1016 W=cm2, a
prepulse delay of τ ¼ 0.35 ps and τ0 ¼ 0 [as in Fig. 2(c)].
Experimentally, this is achieved by using a rather small
diaphragm (D ¼ 2 cm) to produce the main pulse, leading
to a N ≈ 5 grating periods within its focal spot.
As the delay τ0 between the two prepulses increases, the
diffraction pattern progressively vanishes and is no longer
observed when it exceeds the pulse coherence time τc
[Fig. 3(b)], i.e., when the two prepulses no longer interfere.
The complete evolution as a function of τ0 is shown in [19].
This demonstrates that the observed diffraction pattern
indeed results from the modulated plasma expansion
triggered by the spatially interfering prepulse beams.
We now expose the grating to more drastic conditions by
looking at ROM harmonics, which are generated at
relativistic intensities and for longer density gradients L,
corresponding to larger delays τ. Compared to the previous
results, this higher intensity is obtained by using a larger
diaphragm for the main pulse, which also results in a
smaller number of grating periods within its focal spot
(N ≈ 2). Figure 3(c) shows the frequency-resolved diffrac-
tion pattern of ROM harmonics at I ¼ 1 × 1018 W=cm2,
from the plasma grating obtained with τ ¼ 1.18 ps and
τ0 ¼ 0. The small number of illuminated fringes is respon-
sible for the asymmetry in this diffraction pattern. As
shown in Fig. 3(d), where τ0 > τc, the effect of the
prepulses relative delay is the same as for the CWE case,
confirming the origin of this diffraction pattern. This
demonstrates clearly that the plasma gratings survive
during the interaction with the main pulse, despite its
ultrahigh intensity. This makes them very suitable for
diverse high field applications, such as the coupling of
ultraintense laser fields with surface plasmons [4] or, as we
now show, the implementation of original measurement
schemes of laser-plasma interactions.
We have so far used the harmonics beam as a probe of
the plasma gratings. Conversely, these gratings can act as a
probe of the harmonic source, to determine its spatial
properties in the target plane,which are relevant both for
development of new light sources and understanding the
FIG. 3 (color). Panels (a) and (b) present experimental CWE
angularly resolved harmonic spectra, respectively, at τ0 ¼ 0
(maximum fringe contrast) and τ0 > τc (no grating) for short
gradient (τ ¼ 0.35 ps) and Imax ¼ 2 × 1016 W=cm2. Panels (c)
and (d) present similar measurement for ROM harmonics, now
for long gradient (τ ¼ 1.18 ps) and Imax ¼ 1 × 1018 W=cm2. The
blue lines in (i)–(iv), respectively, correspond to lineouts of the
12th harmonic in (a)– (d). The red dashed lines in (i) and (iii)
present the best fits obtained from our model, and in (ii) and (iv),
the Gaussian beams calculated in the far field in the absence of
plasma grating, using the values of the parameters wn and αn
deduced from these fits in (i) and (iii). The insets show the spatial
pattern of the prepulses measured at focus (gray scale) super-
imposed with the focal spot of the main pulse (colored scale).




underlying physics [23–25]. For harmonic orders n ≫ 1,
this field hnðxÞ is not readily accessible in usual experi-
ments, due to the difficulty of making adequate optics for
this spectral range. What can easily be measured is
typically jHnðkÞj2, with HnðkÞ ¼ FTðhnðxÞÞ. the harmonic
field after propagation up to a detector (far field).
Determining hnðxÞ from this measurement is then essen-
tially a phase-retrieval problem, as it requires the knowl-
edge of the phase of HnðkÞ, to perform an inverse Fourier
transform.
Diffracting this source on a grating of suitable perio-
dicity provides a simple solution to this standard problem:
by inducing a modulation of known periodicity on the
harmonic source, the grating can be used as a “spatial ruler”
and release the indeterminacy associated with intensity
measurements in the far field. We assume that the grating
acts as a small perturbation on the HHG process: then, the
nth harmonic field in the target plane in the presence of the
grating, hgnðxÞ, can be expressed as hgnðxÞ ¼ hnðxÞgðxÞ,
where the function gðxÞ describes the periodic amplitude
and phase modulation induced by the grating. The dif-
fraction pattern of the harmonic beam in the far field is then
given by SnðkÞ ¼ jFTðhgnðxÞÞj2 ¼ jHnðkÞ  GðkÞj2, i.e., it is
the convolution of the unperturbed harmonic beam in the
far field, HnðkÞ, and of the Fourier transform GðkÞ of gðxÞ,
which essentially consist of a few Bragg peaks spaced by
2π=λg (Fig. 4).
The effect of the grating is, thus, to generate spatially
shifted replicas of HnðkÞ on the detector (Fig. 4). Two
distinct regimes can then be identified, depending whether
the spacing between these replicas is larger [Figs. 4(a) and 4
(b)] or smaller than the width of the unperturbed harmonic
beam HnðkÞ [Figs. 4(c)–4(d) and 4(e)–4(f)]. In the first,
most common case, these replicas are well separated, and
no additional information on HnðkÞ is obtained from the
diffraction pattern. In the second case, in contrast, the
spatially sheared replicas of HnðkÞ overlap and interfere,
and the resulting interference pattern is determined by the
phase of HnðkÞ. In this regime, a measurement of this
diffraction pattern thus provides information on the spatial
phase of HnðkÞ, that is otherwise missing to determine
hnðxÞ. This is the basic idea that led to the invention of
the well-known technique of ptychography [26]. Plasma
gratings are ideal to implement this method, since they can
be tuned in both periodicity and depth to fulfill the
conditions on which it relies.
The experimental data of Fig. 3 are precisely taken in this
regime of overlapping replicas: in the case of CWE, this is
due to the large divergence of the unperturbed harmonic
beam resulting from the strong intensity dependence of the
harmonic phase [as in Fig. 4(c)] [23], while in the case of
ROM, this is because of the low number of fringes N ≈ 2
contained in the main focal spot [as in Fig. 4(e)]. To extract
the information from these measurements, we calculate the
diffraction pattern of the harmonic beam by using the
previous formulas, assuming for hnðxÞ a Gaussian amplitude
profile, with a source size wn, and a parabolic phase profile
ΦnðxÞ ¼ αnx2. We then use least square fitting method
between this calculated pattern and the experimental data to
determine the actual values of wn and αn.
The results of this fitting procedure in the CWE and
ROM regimes are displayed in Figs. 3(i) and 3(ii), showing
a remarkable agreement. Definingw0 as the size of the focal
spot of the main laser pulse, this leads to a source size of
w12 ¼ ð1 0.15Þw0 for the 12th CWE harmonic, consis-
tent with the low nonlinearity of CWE [2], and w12 ¼
ð0.5 0.07Þw0 for the 12th ROM harmonic, in excellent
agreement with the predictions of particle-in-cell simula-
tions [24,25]. The retrieved values of wn and αn are fully
consistent with the divergences of the harmonic beams that
we measure in the absence of plasma grating, as demon-
strated by the plots in Figs. 3(ii) and 3(iv).
In conclusion, we have introduced a new scheme to
generate and control modulated structures at the surface of
solid density plasmas, demonstrated experimentally the
generation of transient plasma gratings using this scheme,
and shown that these structures survive relativistic
FIG. 4 (color online). Different regimes of diffraction from a
grating. Panels (a)–(c)–(e) show different unperturbed source
[hnðxÞ] amplitude (shaded red) and phase (blue) profiles, all
modulated by the same sinusoidal grating (shaded gray). Panels
(b)– (d)– (f) show the multiple replicas of the unperturbed beam
jHnðkÞj2 induced by the grating (dashed red) in the far field,
which combination produce the total diffraction pattern (blue). In
(a)–(b), the spacing between these replicas is larger than the
divergence of the unperturbed beam, so that they do not overlap.
In contrast, in (c)–(d) and (e)–(f), the replicas overlap and
interfere, producing a pattern that depends on the spatial phase
of HnðkÞ.




intensities. Diffraction patterns on harmonics produced
from modulated plasma surfaces have been observed for
the first time and exploited to perform the first determi-
nation of the harmonic source size in the target plane. In the
future, more advanced measurement schemes can be
implemented with plasma gratings, that would allow
complete spatial characterisation of harmonic wave fields
as well as their coherence properties, exploiting the latest
developments in ptychographic algorithms [27].
More degrees of freedom can be easily introduced in this
scheme, at the cost of only moderate additional complexity.
The prepulse beam can, for instance, be frequency up-
converted or focused with a shorter focal length optics, to
achieve surface modulations with smaller spatial periods,
potentially down to less than 1 μm. More complex surface
plasma structures (e.g., nonsinusoidal or two-dimensional)
can be induced by using more than two interfering beamlets.
This scheme thus offers a great flexibility in terms of plasma
structuring, opening numerous new possibilities in ultrahigh
intensity plasmonics.
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Optical properties of relativistic plasma mirrors
H. Vincenti1, S. Monchoce´1, S. Kahaly1, G. Bonnaud1,2, Ph. Martin1 & F. Que´re´1
The advent of ultrahigh-power femtosecond lasers creates a need for an entirely new class of
optical components based on plasmas. The most promising of these are known as plasma
mirrors, formed when an intense femtosecond laser ionizes a solid surface. These mirrors
specularly reﬂect the main part of a laser pulse and can be used as active optical elements to
manipulate its temporal and spatial properties. Unfortunately, the considerable pressures
exerted by the laser can deform the mirror surface, unfavourably affecting the reﬂected beam
and complicating, or even preventing, the use of plasma mirrors at ultrahigh intensities.
Here we derive a simple analytical model of the basic physics involved in laser-induced
deformation of a plasma mirror. We validate this model numerically and experimentally,
and use it to show how such deformation might be mitigated by appropriate control of the
laser phase.
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U
ltrafast laser technology now makes it possible to study
the interaction of femtosecond laser pulses with plasmas
in an extreme regime, where the motion of electrons
in the laser ﬁeld is relativistic1. With several facilities aiming at
peak powers beyond a PetaWatt, the study of new regimes of
quantum electrodynamics should thus become feasible in the
near future2. The rapid growth in the number of high-power
ultrashort lasers is also driven by the perspective of societal
and scientiﬁc applications, such as compact laser-driven particle
accelerators3–5.
These laser developments and their prospects call for new types
of optical elements, which can be used to manipulate and tailor
ultrahigh-power laser beams at very high intensities I, both in the
temporal and spatial domains. As soon as I\1013W cm 2, any
medium gets strongly ionized by the ﬁeld, making conventional
optics inappropriate: in this regime, optical components will
inevitably consist of a plasma medium. Easy to use and versatile,
plasma mirrors (PMs) have a major role to play as high-intensity
optical components6, and constitute simple testbeds for models of
relativistic laser–plasma interaction.
PMs are already routinely used at moderate light intensities
(1014 1016Wcm 2) as ultrafast optical switches, to enhance
the temporal contrast of femtosecond lasers6–9. As
I\1016W cm 2, the nonlinear response of PMs to the laser
ﬁeld results in subcycle temporal modulations of the reﬂected
ﬁeld, associated to high-order harmonic generation (HHG) in its
spectrum10,11. These harmonics, generated through different
mechanisms, are associated in the time domain to attosecond
pulses12,13. Beyond B1018W cm 2, a key HHG mechanism is
the relativistic oscillating mirror (ROM) where the laser-driven
oscillation of the plasma surface induces a periodic Doppler effect
on the reﬂected ﬁeld11,14–17, which can result in harmonic orders
of several thousands18. PMs thus hold great promise for the
generation of intense attosecond pulses of light19,20, which would
break down a major barrier in attosecond science, opening the
way to potential ground-breaking applications such as pump-
probe experiments on electron dynamics in matter21.
In addition to these temporal effects, the initial solid target on
which the PM is created can be geometrically shaped to also
spatially manipulate the reﬂected beam. At moderate intensities,
elliptical PMs have thus recently allowed extremely tight focusing
of a high-power laser beam22. In the relativistic regime, curved
PMs have been proposed as a way to focus the very high
generated harmonic orders to a spot size woolL (where lL is the
laser wavelength)17,23. Combined with their attosecond temporal
bunching, this is a promising path to boost the peak intensity of
ultrashort lasers, which might help approaching the Schwinger
limit24 Is¼ 2.25 1029W cm 2, where the light ﬁeld starts
inducing electron-positron pair creation from vacuum25,26.
In these high-intensity applications, the laser ﬁeld exerts
such a high pressure on the plasma (typically 5Gbar for
IE1019W cm 2) that it induces a signiﬁcant motion of the
PM surface, even during a femtosecond laser pulse. Any spatial
variation of the intensity on target, as generally occurs at or
around focus, then leads to a deformation of the PM surface—
typically a curvature—which can affect the spatial27–29 and
spectral30 properties of the reﬂected beam. Beyond its
fundamental interest, understanding and controlling this
intrinsic dynamics of PMs is crucial for any of the previous
applications. In particular, it determines the divergence of
attosecond beams produced from PMs, which is a key
parameter for future experiments.
In this article, we elucidate the physics of the light-induced
curvature of PMs, with an analytical model of the surface
dynamics and its consequences on the reﬂected light. Despite its
simplicity, it captures the essential aspects of this process, and
disentangles the inﬂuences of electron and ion dynamics in the
femtosecond regime. Owing to their small wavelengths, high-
order harmonics generated on PM are strongly affected, and thus
constitute sensitive probes of its curvature. We present some of
the most exhaustive measurements of the ROM harmonic
properties performed to date, which we use to validate this
model experimentally. Controlling the spatial properties of these
harmonics is crucial for future applications in attosecond science.
We ﬁnally demonstrate that such a control can be achieved very
simply by using the spatial phase of the driving laser.
Results
Model of laser-induced PM curvature. Properly describing the
PM surface motion requires taking into account both the plasma
electron and ion dynamics. The response time of electrons to the
laser ﬁeld is much smaller than the optical period, while ions react
on a longer timescale because of their larger mass. Akin to the
Born–Oppenheimer approximation in molecular physics, this
makes it possible to model the system in the following three steps:
(i) we ﬁrst describe the quasi-instantaneous response of electrons
to the laser ﬁeld, considering a given ion background (Fig. 1a); (ii)
we then calculate the slow ion motion, resulting from the com-
bined actions of the laser ﬁeld and of the charge separation ﬁelds
it induces (Fig. 1b) and (iii) ﬁnally, the inﬂuence of the slow
dynamics on the fast one is included to determine the surface
motion over the entire laser pulse (Fig. 1c). The derivations of all
formulas and their validation by particle-in-cell (PIC) simulations
are provided in the online Supplementary Information.
Qualitatively, the plasma electrons respond to the laser ﬁeld as
a spring, being alternatively pushed inside, and pulled outside the
ion background in each optical period17. When pulled outwards,
they form relativistic electron jets (red arrow in Fig. 1a) that are
responsible for the ROM attosecond pulse emission. When
pushed inwards, a high-density spike is formed at the sharp
surface of the electron distribution (white arrow in Fig. 1a), at a
position xe(t) (Fig. 1e,f). A detailed analysis of PIC simulations
(see Supplementary Note 1) shows that the position of the
outgoing electron jet responsible for the emission of an
attosecond pulse in each laser cycle is tied to the position of
the high-density spike formed in this compression phase, and
thus follows the same evolution as the laser intensity changes in
time or space. We therefore concentrate on the value of xe(t),
which can be easily determined by the balance between the
pushing force exerted by the laser ﬁeld, and the restoring force
exerted by the ion background. In the relativistic regime, this
balance leads to the following expression for the maximum
inward excursion xe of electrons in a given optical period:





where y is the angle of incidence of the laser on the PM and nc is
the critical plasma density at the laser frequency. n0 is the ion
charge density at the ion-vacuum boundary (Fig. 1e,f), that is, the
density from which the laser ﬁeld starts pushing electrons inside
the ion background. For this derivation, the ion density gradient
at the PM surface has been assumed to be exponential beyond n0,
with a scale length L, that is, n(x)pexp(x/L) for n4n0 (Fig. 1e,f).
L is a crucial parameter of the interaction, which in particular
strongly affects the HHG efﬁciency11,31,32. xe increases for larger
values of L in equation (1) because the laser ﬁeld can more easily
push electrons inside a smoother ion background.
The electron boundary displacement xe also increases
with aL ¼ eAL=mec ¼ ½I Wcm 2ð Þl2L mm2ð Þ=1:3710181=2, the
amplitude of the normalized vector potential of the incident
laser ﬁeld: the higher this amplitude, the further electrons get
ARTICLE NATURE COMMUNICATIONS | DOI: 10.1038/ncomms4403
2 NATURE COMMUNICATIONS | 5:3403 |DOI: 10.1038/ncomms4403 | www.nature.com/naturecommunications
& 2014 Macmillan Publishers Limited. All rights reserved.
pushed inside the target. For a focused laser pulse, the ﬁeld
envelop is a function of both time and space, aL(y,t). The spatial
envelop results in an overall spatial curvature—a denting—of the
plasma electron density surface. This laser-cycle-averaged curva-
ture is clearly observed on a spatial map of electron density at t0
corresponding to the laser pulse maximum (Fig. 1a). It is very
well reproduced by the curve xe[aL(y,t0)] deduced from
equation (1) and can be attributed to the spatially inhomogenous
ponderomotive force exerted by the laser ﬁeld.
As for the temporal evolution xe(t) associated to the laser pulse
temporal envelop, the prediction of equation (1) is shown as a red
dashed line in Fig. 1d, in the case of a ﬁxed ion background:
electrons move back to their initial position in the falling edge of
the laser pulse, owing to their immediate response to the ﬁeld
aL(t) (equation (1)) and the restoring force from the ion
background. However, this temporal evolution will be affected
when ion motion is taken into account, because n0 then becomes
a slow function of time in equation (1). The second step of our
model aims at determining n0(t).
The charge separation induced by the laser ﬁeld between
the electron and ion populations leads to a quasi-electrostatic
ﬁeld in the plasma, which peaks around xe and tends to
accelerate the ion population located around this position33.
This acceleration expels the ions from this location, which
results in an erosion of the ion density gradient in time.
The position xi of the ion-vacuum boundary thus drifts
inwards during the laser pulse, and the density n0¼ n(xi)
increases in time (Fig. 1e,f).
The so-called hole-boring velocity up¼ dxi/dt of the ion surface
can be calculated by writing a momentum ﬂux balance34–38. The
reﬂection of the laser beam corresponds to a change in
momentum of the ﬁeld, which is compensated by an opposite
change in momentum of the plasma particles. To determine how
the light momentum is shared between electrons and ions, we use
the same approach as developed independently in ref. 39, that is,
we also write the energy ﬂux balance, assuming that the absorbed
laser intensity (1R)I (where R is the plasma reﬂection
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Figure 1 | Laser-induced curvature of a relativistic PM. (a) Spatial map of the plasma electron density ne(x,y) at the maximum of a laser pulse
with a gaussian focus, from a 2D PIC simulation (aL¼ 8, L¼ lL/8, y¼45) performed with ﬁxed ions. (b) Same spatial map, now for the plasma ion density
ni(x,y) (charge state of the ions Z¼ 1) at the maximum of the laser pulse, from a 2D PIC simulation with moving ions in the same interaction conditions as
in a. (c) Temporal evolution of the electron density ne(x,t) at the centre y¼0 of the laser focal spot, with moving ions. A logarithmic scale is used in all
cases, and densities are expressed in units of nc. In a and b, the dashed curves show the predictions of the model (equation (1) in a, equation (2) in b). The
results of the total model for xT(t)¼ xi(t)þ xe(t), which combines electron and ion dynamics, are shown by the black dots in c. In d, this model is used to
disentangle the contributions of the electron dynamics and ion dynamics to the total surface displacement by plotting the following: (i) the electron surface
displacement xFIe when no ion motion occurs, calculated using equation (1) with a ﬁxed value n0¼ nccos2 y, (ii) the ion surface displacement xi, calculated
using Equation (2), and (iii) the total displacement xT¼xiþ xe, where xe 6¼ xFIe is now the electron surface displacement calculated when ion motion is
taken into account, by using n0¼ n(xi) in equation (1). Panels e and f sketch the electron (red) and ion (blue) density proﬁles, at two different times
of the laser pulse, and deﬁne the different quantities used in the model. All surface displacements are calculated with respect to the reference position
xe¼ xi¼0, where the laser ﬁeld reﬂects at the very beginning of the laser pulse, at low intensity. For an angle of incidence y, this is the point where
n¼ nccos2 y, which also corresponds to the value of n0 in equation (1) at the beginning of the interaction.
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The combination of these two balances leads to:






with P0¼ (RZmecos y/2AMp)1/2, where Z and A are, respectively,
the average charge state and mass number of the ions, Mp is the
proton mass and me is the electron mass. The prediction of this
equation for xi(y,t0) at the laser pulse maximum t0 is shown as a
blue line in Fig. 1b, and ﬁts well the surface of the superimposed
ion density map obtained from a PIC simulation with mobile
ions. The derivation of equation (2) shows that this curvature of
the ion surface is induced by the spatially inhomogenous laser
radiation pressure on the PM.
The temporal evolution xi(t) is represented in Fig. 1d by the
blue line. As opposed to xe, the ion boundary displacement xi
does not return to its initial value at the end of the pulse. This is
because xi depends on the time integral of aL (see equation (2)
where aL corresponds to the envelop of the laser ﬁeld), indicating
that it is the cumulated action of the laser ﬁeld over time
that is responsible for the ion dynamics. This results in a
progressive change in the ion proﬁle, which in turn affects the
electrons dynamics. This coupling is included in our model in a
very simple way.
Owing to the erosion of the ion density proﬁle, the laser ﬁeld
now starts pushing the electrons inside the ion background
directly from xi(t), instead of xi¼ 0 initially. Consequently, the
position of the electron boundary xT(t) when ion motion is taken
into account is now given by xT(t)¼ xi(t)þ xe(t) (see Fig. 1f). In
this equation, the value of xe(t) is also affected by ion motion
because the restoring force induced by the ions initially located
between x¼ 0 and xi(t) is suppressed. As explained before, this
second effect is accounted for simply by using n0¼ n(xi(t)) in
equation (1).
The temporal evolution of the electron boundary resulting
from these coupled dynamics is illustrated in Fig. 1c. An excellent
agreement is obtained between the PIC simulation and the
prediction of the full model (black dots). An extensive parametric
study of the surface dynamics, using hundreds of PIC simula-
tions, conﬁrms the excellent accuracy (r5%) of this model over a
broad range of physical conditions (see Supplementary Note 2).
Figure 1d uses our model to highlight the relative contributions
of ion and electron dynamics in the case of the simulation of
Fig. 1c. Despite the brevity of the pulse, the inﬂuence of ion
motion on the position xT of the electron boundary becomes
signiﬁcant in the second part of the pulse (beyond tE10 TL). Its
main effect is to prevent the electron boundary from moving back
to its initial position in the falling edge of the laser pulse, which
has observable consequences in experiments, as we will see later.
As expected intuitively, the inﬂuence of ion dynamics on the total
PM surface motion is predicted to become more and more
signiﬁcant as the laser pulse duration increases (Fig. 2).
The laser-induced denting of the PM leads to a curvature of the
wavefronts of the reﬂected light beam, which tends to focus this
beam—including the harmonics generated on reﬂection—in front
of the surface27,29. This is clearly observed in Fig. 3 on the
attosecond pulse train generated by the ROM mechanism, which
is focused at a distance zn from the surface, with a magniﬁcation
ratio gn¼wf/wno1. This focusing of the beam naturally tends to
increase its divergence. Assuming a Gaussian intensity proﬁle of
width wn for the nth harmonic in the source plane, this divergence






Cn is the PM dimensionless focusing parameter for the nth
harmonic, which characterizes the effect of the PM curvature on
all spatial properties of the reﬂected beam:






with ln¼ lL/n the harmonic wavelength. Here dT is deﬁned as





  ¼ w2L=2fp (Fig. 3, left), that is, it
is the difference between the surface position at the centre of the
focal spot y¼ 0, and its position at y ¼ ﬃﬃ2p wL (with wL the half
spatial width at 1/e of the laser ﬁeld amplitude). In equation (3),
y0n ¼ ln=pwn is the divergence that would be obtained in the
absence of surface curvature, that is, imposed by diffraction from
the source plane. It can be expressed as a function of laser
divergence y0n ¼ yLwL=wnn.
In equation (3), each term of 1þC2n corresponds to a different
physical limit. If Cnoo1 (for example, dTooln or wnoowL),
surface curvature has a negligible effect on the spatial properties,
which are determined only by the beam diffraction from the
source plane. On the opposite, if Cn441, the focusing induced
by the PM imposes the beam divergence, leading to
yn ! Cny0n44 y0n. Cn is in principle a function of time. However,
our model shows that after a fast transient of less than ﬁve laser
periods only, dT and hence Cn weakly vary in time (black dots in
Fig. 1d). As a ﬁrst approximation, we therefore neglect its temporal
variation in our study of the spatial properties of the reﬂected beam.
This model for the reﬂected beam properties has been
successfully compared with a series of two-dimensional (2D)
PIC simulations (see Supplementary Note 4). In the interaction
conditions corresponding to the present state of the art of
femtosecond lasers (aLt10, LtlL/5), it predicts dTE0.1lL
(80 nm for lL¼ 800 nm) and CnE0.6n typically. The effect of
surface curvature thus already becomes signiﬁcant for harmonic
orders n\3. We now turn to an experimental investigation of the
spatial properties of such harmonics, to validate the model, and
show what insight it provides on HHG, and more generally on
the physics of PMs.
Experimental study. The experiment was performed on the
UHI100 laser of IRAMIS (CEA, France), which delivers 25 fs
pulses with a peak power of up to 100 TW and an ultrahigh
















Figure 2 | Inﬂuence of ion motion on the plasma surface displacement.
This colour map shows the relative change in the plasma electron boundary
displacement at the peak t0 of the pulse, dx/xT¼ (xTxeFI)/xT, when ion
motion is taken into account (xT¼xiþ xe(n0(t))) and when ions are
considered as ﬁxed (xe
FI, equation (1) with a constant n0), as predicted by
our model. This is plotted as a function of aL and pulse duration for a typical
value of the density gradient (L¼ lL/10). The white dot corresponds
to the interaction conditions of the experiment performed with UHI100.
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in p-polarization to a spot size of 4 mm on a silica target, reaching
an estimated peak intensity of 6.7 1019Wcm 2 (aL¼ 5.6),
thus producing a relativistic PM. The density gradient scale
length L at the PM surface was varied by using a small controlled
prepulse, intense enough to create a plasma (I¼ 1016W cm 2) at
an adjustable delay t (0rtr2 ps) before the main pulse. The
value of L was determined experimentally using time-resolved
interferometry32,40.
Under these conditions, high-order harmonics are produced in
the reﬂected beam by the ROM mechanism6,18, and two
diagnostics were used to characterize the spatial properties of
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Figure 3 | Focusing of ROM harmonics by a curved PM in a 2D PIC simulation. The laser-induced curvature of the PM surface tends to focus the reﬂected
light in front of the PM. Higher harmonic orders are more affected by this curvature owing to their smaller wavelengths. The right panel shows
a spatial map of the plasma electron density ne at the maximum of the laser pulse in dark purple scale. A zoom on the surface is shown in the left panel,
which also deﬁnes the denting parameter dT. The multicolour map shows the intensity I(y0,t) of the train of attosecond pulses obtained by ﬁltering ROM
harmonics from order 4–8 at three different times during its propagation away from the PM. Focusing of this train at a distance znEfpcos y from











































Figure 4 | Measurements of ROM harmonic beams divergence. (a,b) Typical raw images obtained with the UHI100 laser. See Methods section for a
description of the diagnostic instruments. Image a shows the angularly resolved harmonic spectrum measured in the far ﬁeld, for a peak intensity of
I¼ 3.5 1019Wcm 2 (aL¼ 5.6) and an initial density gradient L¼ lL/20. The apparent decrease of the harmonic divergence with order is mainly an
effect of the 2D colour map. Image b displays the full far-ﬁeld spatial proﬁle of the beam corresponding to the superposition of harmonics 20 to B35,
measured in similar interaction conditions. The shadow of the supporting mesh of the thin Si ﬁlter used to select a group of harmonics is clearly
observed. From these images, quantitative information on the harmonics spatial properties can be extracted. Panel c thus shows the spectrally resolved
divergence (in units of laser divergence yL, with yL¼ 200mrad in our experiment) as a function of harmonic order, for two values of the density gradient L.
The plot in d is the divergence of the 25th harmonic as a function of L. In both panels, the full lines show the results of the model. The divergence
y0n ¼ wL=wnð Þ yL=nð Þ that would be imposed by diffraction from the same source size in the absence of the laser-induced PM curvature is shown as the
dashed lines in c and d. A fully consistent set of parameters was used for all curves. All experimental data points correspond to a single laser shot. The two
shots displayed in panel c correspond to the data points for which the absolute value of the divergence is in best agreement with the model in panel d.
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Methods section). The spectrally resolved divergence, extracted
from images such as shown in Fig. 4a, is presented in Fig. 4c,d as
a function of harmonic order and of the density gradient L at the
PM surface. The full lines show the results of the model. The only
two unknowns of the model are the plasma reﬂectivity R (used
only to calculate the ionic contribution to the surface curvature)
and the ratio of harmonic and laser source size wn/wL (used to
deduce the harmonic divergence from the surface curvature).
These are, however, not used as free parameters to ﬁt the data, but
are directly extracted from 2D PIC simulations performed in the
physical conditions of the experiment (see Methods section).
This provides RE0.7 and wn/wLE0.5 for the 25th harmonic.
Parametric studies (see Supplementary Note 3) show that these
values hardly change over a broad range of interaction conditions
(aL and L). In addition, we note that R hardly inﬂuences the
results, since it only affects ion motion and appears in a square
root in Equation (2). These curves are in remarkable agreement
with the measurements, thus validating the model and showing it
can be used to gain insight on the physics involved in this
experiment. Note that this agreement was obtained without
introducing any additional ‘intrinsic phase’ j, such as the one
described by an der Bru¨gge and Pukhov30. Our model actually
suggests that this phase is simply given by j¼ 2pxe/lL where xe is
the electron denting provided by Equation (1), and is thus
implicitly included in our analysis. This expression exactly
predicts the scaling of j obtained in ref. 30 for normal
incidence, ﬁxed ions, and a step-like plasma surface in the limit
of ultra-relativistic intensities.
Comparing the measured divergences with those that would be
obtained by diffraction from a ﬂat PM for the same source size
(black dashed lines in Fig. 4c,d) shows that the harmonic
divergence is close to this limit when L is small, but is then very
signiﬁcantly increased by the PM curvature, here by a factor of up
to 3, for the typical gradients that optimize the ROM conversion
efﬁciency (LE0.05–0.1lL)11,31,32. This analysis provides a clear
indication of the focusing of the harmonics in front of the PM
because of its surface curvature. The measurements of Fig. 4d
show that this focusing increases with the gradient scale length L,
as expected from the model, since a longer gradient leads to a
softer restoring force from the ion background, and hence to a
larger surface denting dT.
The laser pulse duration used in this experiment is so short that
ion motion has little inﬂuence on the PM curvature, and hence on
the harmonic divergence (white dot on Fig. 2). According to
Fig. 1d, it however signiﬁcantly changes the temporal dynamics of
the surface in the falling edge of the pulse. We now demonstrate
that this can lead to observable effects in the experiment by
considering the spectral properties of the harmonics.
After a fast initial transient where the denting dT strongly
varies, the temporal evolution of the ﬁeld envelop aL(t) only leads
to a weak residual drift of PM surface during the pulse (black dots
in Fig. 1d), with typical velocities of the order of 0.01c according
to our model. This motion appears as a slow drift on the
femtosecond timescale that combines with the fast relativistic
oscillation of the plasma surface at the laser frequency responsible
for HHG (see Fig. 1c). This results in a Doppler shift on the
reﬂected light, which scales linearly with harmonic order n, and
thus gets measurable for large enough values of n.
Since the ion dynamics affects the temporal evolution of the
PM surface, it can potentially inﬂuence this Doppler effect. This is
conﬁrmed by a comparison of PIC simulations performed with
ﬁxed (Fig. 5a) and moving ions (Fig. 5b). In the case of ﬁxed ions,
the plasma surface moves inwards in the rising part of the pulse,
leading to a Doppler redshift, and then moves outwards in the
falling part, leading to a Doppler blueshift. If strong enough, this
effect leads to harmonics with a double peak structure41, clearly
observed in Fig. 5a. In contrast, when ion motion is allowed in the
simulation, the irreversible erosion of the ion density gradient
prevents the electron boundary from moving back to its initial
position when the laser intensity decreases. This naturally
suppresses the Doppler blueshift, and only a Doppler redshift is
observed, in the interaction conditions considered here.
Turning back to the experiment, Fig. 6a shows a zoom on the
spatio-spectral distribution of the 23rd harmonic, measured in a
typical shot. It is very similar to the PIC results of Fig. 5b, and
only a redshift is observed: according to the previous discussion,
this is a signature of ion motion. Figure 6b shows that the
Doppler shift at the centre of the beam increases with the density
gradient scale length L, which is consistent with the stronger
curvature of the PM for larger L. This dependence is
quantitatively reproduced by our model, when both ion and
electron dynamics are taken into account using the same
parameters as in Fig. 4. Thus, although ion dynamics does not
affect the spatial properties of harmonics in our experimental
conditions, it has a clear signature in the spectral domain, which
validates the ionic part of our model.
Discussion
We have presented a simple analytical model for the spatial
properties of light beams reﬂected by relativistic PMs, in excellent
agreement with both PIC simulations and experimental results. It
provides insight into the respective roles of ion and electron
dynamics, and into the spatial and spectral properties of
harmonics generated in the reﬂected beam. Combined with this
model, these harmonics now constitute a direct and powerful
diagnostic of the femtosecond motion of the PM surface, with
spatial resolution within the laser focal spot (Fig. 5c). Measure-
ments schemes such as photonic streaking42 will potentially also
provide temporal resolution within the laser pulse envelop.
This model will be instrumental in designing future applica-
tions of PMs, in particular for attosecond science. It can for
instance be used to determine what laser pulse duration is
required to generate isolated ROM attosecond pulses using the
lighthouse effect43,44. In this perspective, as well as in most
applications where the reﬂected beam is manipulated or used in
the far ﬁeld, being able to control and minimize the attosecond
beam divergence is essential29, which requires mitigating the
effect of the laser-induced PM curvature. Figure 7 provides the
ﬁrst experimental demonstration in the relativistic regime of a
very simple scheme for such a control45; by using a driving laser
beam with a slightly diverging wavefront on target, the effect of
the PM curvature on the attosecond beam can be compensated,
leading to a divergence close to the one that would be obtained
for a ﬂat mirror, reduced by a factor of more than 2 compared
with the one obtained at best focus.
In other applications, PM will prove useful to focus the
reﬂected beam and boost the peak intensity of the fundamental
laser frequency22 or its harmonics17,23. This can be achieved
using either curved substrates or the natural light-induced PM
curvature described in this work, which typically leads to
magniﬁcation factors gn¼wf/wnE0.1 for nZ10 in the inter-
action regime considered here. In either case, the understanding
of the laser-induced PM surface dynamics provided by this work
will be essential.
Methods
Simulations. We used the codes EUTERPE for one-dimensional (1D) PIC
simulations, and CALDER for 2D PIC simulations, to confront our model to
simulations. In all simulations, we considered a p-polarized laser pulse of amplitude
aL impinging with an angle y on a plasma density proﬁle that has a maximum
density of 200nc, and an initial exponential density gradient of scale length L. The
laser ﬁeld is injected in the simulation box through boundary conditions. In 1D, we
account for the oblique incidence by performing all the calculations in the boosted
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frame. The size of the simulation box is 30 lL, with a mesh size of 6.7 10 4 lL,
the time step is 4 10 4 TL, and we used 500 particles per cell. A typical calcu-
lation requires 24 h on 1 central processing unit (CPU). In 2D, the simulations
parameters are the following: a simulation box of 30 lL 40 lL, with a mesh size of
2.8 10 3 lL, a time step 2 10 3 TL and 20 macroparticles per cell. A typical
calculation requires 24 h on 512 CPUs. All simulation results presented in the main
text are from 2D simulations with CALDER. The results of 1D simulations with
EUTERPE are presented in the online Supplementary Material (Supplementary
Note 2).
Experiment. The experiments are performed using the UHI100 Ti:sapphire laser
that delivers 25 fs full width at half maximum pulses centred at 800 nm. The ps
pulse contrast is improved to more than 1012 using an antireﬂection-coated double
PM set-up. The high contrast p-polarized laser beam is then aberration corrected
using an adaptive optical system and focused on an optically ﬂat target at an
incidence angle of 55 using an off-axis parabola. A small fraction of the main
beam is picked up for the prepulse and is focused to generate a preplasma. The
prepulse focal spot is ﬁve times larger than that of the main beam allowing





















Figure 6 | Measured Doppler shift of an individual harmonic. The image in a shows the measured angularly resolved spectrum of the 23rd harmonic, for
aL¼ 5.6 and L¼0.044 lL. It is a zoom on a measured image such as displayed in Fig. 4a. An angle-dependent Doppler redshift is observed, similar
to the PIC simulation with moving ions of Fig. 5b, owing to the position-to-angle mapping resulting from the PM curvature. Panel b shows the measured
Doppler shift at the centre of the beam as a function of the density gradient scale length L. The full line shows the results of the model. All























Figure 5 | Doppler shift of high-order harmonics. The two images show the angularly resolved spectra of the 9th harmonic, obtained from 2D PIC
simulations for aL¼ 8 and L¼ l/8, considering either ﬁxed (a) or mobile (b) ions. The curves in the upper panels show line outs of the spectra
at the centre of these beams (yy¼0). In these interaction conditions, the PM curvature is strong enough to lead to a geometrical mapping of the PM
surface onto the propagation angle (sketch in panel c). The centre of the focal spot where the surface recession velocity is the largest and the
Doppler redshift the strongest is mapped to the centre of the far-ﬁeld beam. This explains the shape of the distributions in a and b, where the Doppler shifts
are always larger at the centre of the beams.
NATURE COMMUNICATIONS | DOI: 10.1038/ncomms4403 ARTICLE
NATURE COMMUNICATIONS | 5:3403 | DOI: 10.1038/ncomms4403 |www.nature.com/naturecommunications 7
& 2014 Macmillan Publishers Limited. All rights reserved.
between the prepulse and the pump beam determines the initial gradient scale
length L, which is measured using time-resolved interferometry. The harmonic
beam produced by the main laser pulse on the gradient-controlled PM is spectrally
dispersed and angularly resolved using a 1,200 lines per mm varied line spacing
Extreme Ultraviolet grating (Shimadzu 30-002), and is detected on a 69 88mm2
rectangular microchannel plate (MCP; Fig. 4a). For the 2D spatial diagnostics
(Fig. 4b), the reﬂected beam is spectrally ﬁltered by the combination of two silica
plates used at grazing incidence and anti-reﬂection coated at the laser wavelength, and
a high pass 250nm thick Si ﬁlter, and then detected using another MCP. The MCPs
are coupled to phosphor screens imaged on 12 bit charge-coupled device cameras.
Fit of experimental data with the model. We extracted the harmonic source size
wn from the results of 2D PIC simulations performed in the physical conditions of
the experiment and obtained wn/wL¼ 0.72 9.10 3.n for orders n between 5 and
25. For the theoretical curves shown in Fig. 4, wn/wL thus varies from 0.59 for
n¼ 15 to 0.5 for n¼ 25. However, the curves are hardly changed if a constant
source size of wn/wL¼ 0.5 is used for this entire spectral range. The same values of
the source size ratio were used for all gradient scale lengths L, as suggested by PIC
simulations.
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Figure 7 | Control of the harmonic divergence from a relativistic PM.
The blue dots in panel a show the divergence of the 25th harmonic
measured in our experiment as a function of the distance z between the
laser best focus and the target surface. The full line shows the prediction of
the model. The two images in b and c show the 2D spatial proﬁles of the
harmonic beam measured at the two focusing positions indicated by the
arrows, sketched in d and e. A slightly curved, diverging laser wavefront
(zo0; d) compensates the effect of the laser-induced PM curvature, thus
reducing the harmonic beam divergence to a value that is imposed by
diffraction from the source plane. All experimental data points correspond
to a single laser shot.
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Direct Observation of Density-Gradient Effects in Harmonic Generation from Plasma Mirrors
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High-order harmonics and attosecond pulses of light can be generated when ultraintense, ultrashort
laser pulses reflect off a solid-density plasma with a sharp vacuum interface, i.e., a plasma mirror. We
demonstrate experimentally the key influence of the steepness of the plasma-vacuum interface on
the interaction, by measuring the spectral and spatial properties of harmonics generated on a plasma
mirror whose initial density gradient scale length L is continuously varied. Time-resolved interferometry
is used to separately measure this scale length.
DOI: 10.1103/PhysRevLett.110.175001 PACS numbers: 52.38.r, 42.65.Ky, 52.27.Ny, 52.65.Rr
Laser technology now makes it possible to generate
femtosecond (fs) laser pulses with peak intensities such
that the motion of electrons in the laser field is relativistic.
Plasma mirrors (PMs), created when such ultraintense
pulses are focused on a solid target, can be considered as
test beds of this extreme regime of laser-plasma interaction
[1,2]. They specularly reflect the incident laser light, and
their nonlinear response to the intense field can lead to
high-order harmonics generation (HHG) of the incident
laser frequency in this reflected beam [1,3]. This consti-
tutes a fine in situ probe of the interaction to investigate the
underlying physics [4–7]. In addition, it has long raised
interest as a source of coherent short-wavelength radiation
[1], revived recently by the prospect of producing intense
attosecond pulses of light [8–11].
The recent improvements in the temporal contrast of
ultraintense fs pulses have allowed significant progress in
the understanding of HHG on plasma mirrors. In particular,
two distinct generation mechanisms have been identified,
in simulations as well as in experiments [3]. Both are
associated with the energetic electron population that is
coherently driven at the plasma surface by the laser field,
predominantly by its p-polarized component. As these
electrons are pulled out of the plasma by the laser, during
a fraction of the laser optical cycle, they can induce a
Doppler upshift on the reflected field, leading to the emis-
sion of high frequencies, temporally bunched in the form of
an attosecond burst. When the laser field changes sign later
in the optical cycle, these electrons get pushed back toward
the target. A fraction of them form attosecond charge
bunches as they penetrate the dense plasma, where they
impulsively excite collective electron oscillations. In the
inhomogeneous plasma formed by the density gradient
at the plasma-vacuum interface, these high-frequency
oscillations can emit light, again in the form of an
attosecond burst, through linear mode conversion. These
two different elementary processes, respectively called
relativistic oscillating mirror (ROM) [2,12] and coherent
wake emission (CWE) [13], repeat every laser cycle result-
ing in the emission of attosecond pulse trains, associated
with spectra of harmonics of the laser frequency.
The relative weight of these two mechanisms in the total
harmonic signal is most often considered to be entirely
determined by the laser intensity. Since ROM is based on a
Doppler effect, it becomes efficient only when the velocity
of outgoing electrons approaches c [2,12]. This typically
requires a normalized vector potential a0 ¼ eAL=mc  1
for the laser field (AL amplitude of laser vector potential, e
and m electron charge and mass), which corresponds to
intensities exceeding 2 1018 W=cm2 for an 800 nm
laser field. In contrast, electron energy plays little role in
CWE, which has thus been observed experimentally for
intensities as low as a few 1015 W=cm2 [13].
A less evident, but equally crucial physical parameter is
the steepness of the density gradient at the plasma-vacuum
interface, preciselywhereHHGoccurs.While there are some
experimental indications [14–17], clear evidence of the influ-
ence of this parameter has so far relied on simulations [3,16].
In this Letter, we present a direct, quantitative experimental
investigation of the influence of the interface steepness
on HHG from PMs, and demonstrate the dramatic and
contrasted dependences of the HHG mechanisms on this
parameter.
The experiment is carried out using the 100 terawatt
UHI100 Ti:sapphire laser (25 fs pulses, central wavelength
 ¼ 800 nm) at IRAMIS (Commissariat a` l’Energie
Atomique). The contrast of the beam, initially better than
108 at times t  10 ps before the main pulse, is raised by 4
orders of magnitude by using a double plasma mirror setup
[18]. A weak prepulse is then introduced at an adjustable
delay  before themain pulse, to ionize the target and initiate
controlled plasma expansion, leading to an exponential [19]
density gradient at the plasma-vacuum interface, n /
expðx=LÞ. When the main pulse arrives, it thus interacts
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with a target with an initial density gradient, whose scale
length L can be continuously tuned by changing . Both
pulses are p polarized and incident at 55 on the target.
A simple and stable scheme is used to introduce this
controlled prepulse (Fig. 1). A 1=2 inch diameter mirror
(M1) is placed on an edge of the main laser beam (3 inches
diameter), at a variable distance  in front of a mirror (M2)
used for the transport of the main beam [Fig. 1(a)]. The
small fraction of the main beam intercepted by M1 pro-
duces the required prepulse. M1 and M2 are made exactly
parallel, so that the main and prepulse beams are focused at
the same position on the target by an off-axis parabola
(f ¼ 200 mm). Due to its smaller diameter, the prepulse
beam produces a larger focal spot than the main beam
[Fig. 1(b)]: the density gradient that it creates can thus be
considered as homogeneous all across the HHG source. Its
peak intensity is 1016 W=cm2, which is high enough to
strongly ionize the surface of the silica target used in the
experiment.
To be able to reach zero or even negative delays (i.e., no
prepulse) between the two beams, the prepulse reflects off
the metal-coated rear face ofM1. As a result, it propagates
twice through the d ¼ 2 mm thick glass substrate of M1,
accumulating a retardation of  / 2dð1=vg  1=cÞ
(vg  2c=3 group velocity in glass) with respect to the
main pulse. Zero delay can then be obtained very easily
when  ¼ dðc=vg  1Þ  d=2. The front face of M1 is
antireflection coated, and slightly tilted with respect to
the back face, to avoid the creation of a parasite prepulse.
The initial density gradient L is determined as a function
of delay , by measuring the phase shift it induces on a
probe beam, using time-resolved frequency-domain inter-
ferometry (FDI) [20] in the spatial-shearing configuration.
For these measurements, the scheme of Fig. 1(a) is again
used, but now most of the main beam is blocked, and a
weak probe (I  109 W=cm2) is obtained by selecting a
very small fraction of this beamwith a 200 m diaphragm.
Figure 1(c) shows the spatially resolved phase shift,
ðr; Þ induced by the expanding plasma on the FDI
probe, where r is the transverse distance from the center
of the laser focus (r ¼ 0) at the target plane. This gives the
displacement of the critical density surface with respect to
the initial target plane at each delay , from which the
gradient scale length L can be deduced. We observe that L
varies linearly with  [Fig. 1(d)], and the slope of the linear
fit gives an ion sound speed of Cs ¼ dL=d ¼ 37 nm=ps
at the center of the prepulse beam. This value is used to
make the correspondence between the delay and the gra-
dient scale length for the rest of the experiment.
The harmonic beam produced by the main laser pulse on
the gradient-controlled plasma mirror is spectrally dis-
persed using a 1200 lines=mm varied line spacing concave
extreme ultraviolet grating (Shimadzu 30-002). This pro-
vides angularly resolved harmonic spectra Sð!; Þ, which
are detected using a large 69 mm 88 mm rectangular
microchannel plate coupled to a phosphor screen, imaged
on a CCD camera. This large detector made it possible to
measure the full angular profile of the harmonic beam
(detection window of 70 mrad).
The first series of measurements were carried out slightly
below the relativistic interaction limit, by placing a 1 inch
aperture in the main beam, leading to a 15:8 m focal spot
on the target and a peak intensity of 1 1018 W=cm2
(a0  0:7). The prepulse beam passed through a separate
hole in the aperture and was thus unaffected. In this regime,
the contribution of CWE to the HHG signal is generally
assumed to dominate over ROM. In contrast, we find that
this balance strongly depends on the density gradient: the
harmonic signal can be totally dominated either by CWE,
for the shortest scale lengths (L=  0:02), or by ROM, for
larger scale lengths (L=  0:04), as observed numerically
in Ref. [16].
There are two main signatures that enable one to distin-
guish the CWE and ROM contributions to the HHG signal.
The first one is in the spectral domain: CWE can only
generate harmonics up to the maximum plasma frequency
!maxp of the plasma mirror (  20!L for fully ionized silica
at the initial solid density), while no such limitation applies
to ROM. As a result, any harmonic frequency above !maxp
can only be attributed to ROM. The second signature is in
the spatial domain: CWE produces harmonics with a larger
divergence than those originating from ROM. This is
because the CWE harmonic phase has a stronger depen-
dence on laser intensity than ROM one [21]. Combined
µ
FIG. 1 (color online). (a) Experimental scheme for density
gradient control. Two mirrorsM1 andM2 are used to separate the
prepulse andmain pulse in time, before the focusing parabola. Side
and front viewsof the full laser beamare shown in red. (b)Resulting
intensity distributions of the prepulse beam (gray scale) and main
beam (bright central spot) at the focus. (c) Temporal evolution of
the spatially resolved phase shift induced on the FDI probe pulse by
the plasma expansion triggered by the prepulse. (d) Temporal
evolution of the density gradient scale length L at the center of
the prepulse beam, as deduced from the measured phase shifts.




with the nonuniform spatial intensity profile of the laser at
focus, this leads to a spatially curved harmonic wavefront
in the source plane, which considerably increases the CWE
beam divergence compared to ROM.
We now examine the experimental results, with these
two signatures in mind. Figures 2(a)–2(c) show the angu-
larly resolved harmonic spectra Sð!; Þmeasured for three
different density gradients. The complete evolution of
Sð!; Þ with scale length L is presented in Ref. [22]. As
L is increased, there is a complete transition from CWE
to ROM, for all observed harmonic orders, which is
revealed by (i) a dramatic reduction of the harmonic
beam divergence for all measured orders and (ii) a simul-
taneous change in the highest observed harmonic fre-
quency, which moves from !maxp initially, to slightly
higher values ( 25!L). When both mechanisms coexist,
their contributions to the harmonic signal can interfere [3].
This can explain the clear interference fringes that are
observed experimentally in the transition regime [see
zoom in Fig. 2(e)].
Since the measured signal Sð!; Þ only corresponds to a
1D lineout out of a 2D spatial distribution, the total spa-
tially integrated emission from the plasma mirror, S0ð!Þ, is
given by S0ð!Þ / R Sð;!Þd, where  is the propagation
angle. Figures 2(d)–2(f) show the evolution of S0ð!Þ for
three harmonic orders, below and above !maxp ¼ 20!L.
Above !maxp [Fig. 2(f)], the harmonic signal only exceeds
the detection threshold for L=  0:02, implying a better
efficiency of ROM for density gradients that are not too
sharp. In contrast, below !maxp [Fig. 2(d)], S
0ð!Þ first
strongly drops up to L=  0:03, and then keeps decreas-
ing but at a much slower pace. According to our previous
discussion, the first part of this curve (gray area) is domi-
nated by CWE, whose efficiency decreases with L. In the
second part (white area), the signal is due to ROM, whose
efficiency only slowly decreases for L= * 0:02, as
observed in Fig. 2(f). Thus we see that in this intensity
regime, much higher overall efficiencies can be achieved
with CWE than with ROM using very short gradients, at
the expense of a larger beam divergence.
This interpretation of the experimental observations is
clearly supported by 2D particle-in-cell (PIC) simulations
carried out under comparable physical conditions. Figure 3
presents angularly resolved harmonic spectra Sð!; Þ
obtained from such PIC simulations. In these simulations,
the harmonic signal can be unambiguously associated
predominantly with CWE for short gradients [Fig. 3(a)],
and with ROM for long gradients [Fig. 3(b)], through a
spatiotemporal analysis of the reflected field and plasma
density, as was demonstrated in Ref. [13]. Like in the
experiment, this transition results in a dramatic reduction
of the harmonic beam divergence with increasing L.
We now move to a much higher laser intensity range,
which is of great interest for the generation of intense
attosecond pulses [23,24]. To this end, we focus the entire
main beam onto a spot size of 4:7 m (FWHM) using an
adaptive optics system, reaching a peak intensity of ’ 5
1019 W=cm2 (a0 ’ 4:9). We observe that longer gradients
lead to a significant increase of ROM signal and to an
extension of the spectral cutoff. This is illustrated in Fig. 4,
where the angularly resolved harmonic spectra Sð!; Þ
measured without (a) and with (b) prepulse are compared.
Figure 4(c) shows the variation of the spatially integrated
signal S0ð!Þ with L, for three harmonic orders above!maxp .
A striking feature is that even at this intensity, CWE
has a comparable efficiency to ROM for very sharp gra-
dients [Fig. 4(a)]. As the density gradient is increased
[Fig. 4(b)], the CWE signal drops, whereas ROM signal
quickly rises, up to L=  0:06, and then grows at a slower
pace [Fig. 4(c)]. As a result, ROM contribution totally
dominates that of CWE over the whole observed spectral
range as soon as L=  0:025. The relative gain in signal
is stronger for the two highest orders of Fig. 4(c),
FIG. 2 (color online). Effect of the initial gradient scale length
L at moderate laser intensity (a0  0:7). Upper row: measured
angularly resolved harmonic spectra for three different values of
L. The lower graphs show the evolution of the total emission
S0ð!Þ for three different harmonic orders, below (d) and above
(f) the maximum plasma frequency !maxp of fully ionized silica
( 20!L). Each point corresponds to a single laser shot. Inset
(e) shows a zoom on fringes observed in (b), right at the
transition between CWE and ROM (see arrows), attributed to
interferences between the harmonic signals associated with these
two mechanisms.
FIG. 3 (color online). Angularly resolved harmonic spectra
obtained from 2D PIC simulations (CALDER code) for two
different values of L, at the onset of the relativistic interaction
regime (a0 ¼ 0:9). All physical parameters are comparable to
those of the experiment of Fig. 2 except for the maximum plasma
density, which is nmaxe ¼ 200nc (nc critical plasma density for
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indicating that the extent of the harmonic spectrum
increases with L.
These studies in two different intensity regimes high-
light the contrasted dependences of CWE and ROM with
respect to the gradient scale length. This result is consistent
with 1D PIC simulations [3,16]. For CWE, these simula-
tions predict first a fast rise in signal, from a steplike
interface, where no mode conversion and hence no CWE
can occur, to very sharp density gradients where the effi-
ciency is optimum, followed by a slower decrease [3]. In
our experiment, we only observe the second part of this
curve. This is because, even in the absence of the prepulse
(  0), plasma expansion during the main pulse leads to a
finite density gradient L at the peak of this pulse, which
prevents us from reaching sharper gradients during the
interaction. This also explains why the CWE signal does
not vanish for L ¼ 0 in Figs. 2(a) and 4(a): L is the initial
density gradient at the onset of the interaction, not the
actual one at the peak of the main pulse. The high contrast
of the main pulse ensures that this affects our measure-
ments only for the smallest values of L. This is why the
optimum of ROM harmonics appears at similar scale
lengths for both low and high peak intensity cases.
Qualitatively, the decrease of the CWE signal with L
observed in our experiment is due to two reasons. First, the
trajectory crossings of laser-accelerated electrons occur
efficiently only over a small range of distances from the
critical density surface (Fig. 9 in Ref. [3]), which is almost
independent of the gradient scale length. As L increases,
electron bunching thus progressively occurs in regions of
the plasma of lower and lower densities, contributing to the
reduction of the signal in the highest CWE harmonic orders
(corresponding to high plasma densities). Second, the con-
version of plasma waves into light is also optimal for rather
short gradients (L=  0:02) [3].
In contrast, in the case of ROM, 1D PIC simulations
predict an increase of efficiency for increasing L, followed
by a progressive saturation. Qualitatively, this is because
longer gradients are observed to lead to higher Lorentz
factors for outgoing electrons, and hence the generation of
higher harmonic orders. This can be attributed to the smaller
restoring force exerted by the ion background against the
laser field for softer gradients. This behavior is broadly
consistent with our experimental findings. However, in
both intensity regimes, we eventually observe a sharp drop
of the harmonic signal for L= * 0:1 [Figs. 2(f) and 4(c)].
Such a decrease does not occur in 1D simulations [3,17], but
we do observe it in 2D simulations. Further investigations
with 2D codes will be required to explain this behavior.
While the dependences of the efficiencies with L are
similar in the moderate and high intensity regimes, a very
distinct difference is the evolution of ROM beam diver-
gence with L, as illustrated in Fig. 4(d). At a0 ’ 0:7, ROM
harmonic divergence hardly changes with L (gray area),
whereas at a0 ’ 4:9, it grows approximately linearly with
L (white area). Previous studies [25] have shown that at
high intensities (a0  3), this divergence is mostly deter-
mined by the curvature of the plasma mirror surface,
induced by the spatially inhomogenous radiation pressure
exerted by the laser field as it reflects. This imposes a
curvature on the wave fronts of ROM harmonics, which
increases their divergence, akin to the intensity-dependent
phase of the CWE harmonics. As in the CWE case, it can in
principle be compensated by slightly defocusing the laser
on the target [21]. This effect is intuitively expected to get
stronger for longer gradients (i.e., softer plasmas), as con-
firmed by PIC simulations [25]. Our observation of ROM
divergence growth with L in the high intensity case is thus
consistent with a predominant influence of the plasma
mirror curvature. In the lower intensity case, this influence
becomes negligible, and the divergence is mostly deter-
mined by diffraction. The slight decrease in divergence
with L might then be attributed to an increase in the
harmonic source size.
In the geometrical limit where the mirror curvature
totally dominates diffraction, the measured divergence 
can actually be exploited to estimate the denting of the
plasma. In this limit,  ¼ wq=f, where wq is the source
diameter of harmonic q, and f the focal length of the curved
plasmamirror. A simple geometrical calculation shows that
f ¼ cosw2L=2 , where wL ¼ 4:7 m is the laser focal
spot diameter,  the incidence angle, and  the denting of
the plasma surface. Using a ratio ofwq ¼ 0:5wL for q ¼ 24
FIG. 4 (color online). Effect of the initial gradient scale length
L at maximum laser intensity (I ¼ 5 1019 W=cm2, a0 ’ 4:9).
(a),(b) Measured angularly resolved harmonic spectra for two
different values of L=, 0 in (a) (no prepulse) and 0.06 in (b).
Graph (c) shows the evolution of the total emission S0ð!Þ for
three different harmonic orders above the 20th harmonic. In (d),
the divergence of the 24th harmonic is plotted as a function of L.
For comparison, this graph also shows the divergences of two
harmonics (gray region) in the moderate intensity regime of
Fig. 2, for gradients where ROM dominates the signal. Each
point corresponds to a single laser shot.




Investigation of amplitude spatio-temporal couplings at the focus
of a 100 TW-25 fs laser
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We address the on target focal spot spatio-temporal features of an ultrashort, 100 TW class laser
chain by using spectrally resolved imaging diagnostics. The observed spatio-spectral images, which
we call rotating imaging spectrographs, are obtained single shot to reveal the essential information
about the spatio-temporal couplings. We observe nontrivial effects in the focal plane due to
compressor defects which significantly affect the maximum on target intensity. This diagnostic might
become an essential tool for improving compressor alignment in many upcoming multi-petawatt
short pulse laser facilities.VC 2014 AIP Publishing LLC. [http://dx.doi.org/10.1063/1.4863828]
The advent of chirped pulse amplified high power, ultra-
short lasers has opened up multitude of pioneering research
domains. The extreme intensity attainable at their focus can
instantly ionise matter and form plasma. Such short lived plas-
mas can give rise to coherent XUV (Extreme Ultraviolet)1–3
and incoherent4,5 X-ray emissions, accelerate charged6,7 as
well as neutral8 particle bunches reaching very high energies
and house huge ultrashort magnetic pulses.9–11 They also con-
stitute test beds for exotic studies on coherent structures,12 rel-
ativistic optics,1,13 and hot electron transport.14,15
In all these applications, one of the most important issues
is to obtain the maximal intensity possible at focus. This is
usually obtained by independent control in spatial and tempo-
ral domains: minimising the focal spot size by aberration cor-
rection using adaptive optics and independent optimisation of
pulse duration by adjusting grating translation in the com-
pressor just before the experiment. However, the local tempo-
ral or spectral characteristics of the ultrashort pulse might be
spatially dependent, i.e., the spatial and temporal properties
might be interlinked16 leading to dramatic effects at focus.
This might arise from unwanted compressor misalignment or
defects having detrimental effects in limiting the peak inten-
sity achievable at laser focus. But in controlled form, it can
be extremely beneficial for attractive schemes of laser
assisted particle acceleration17 or in new implementations of
attoscience experiments like photonic streaking18 or attosec-
ond light house.19
In spite of their significance, a direct, easy access to sim-
ple spatio-temporal couplings (STC)20 and their control/op-
timisation has remained difficult. Several techniques have
been developed in recent years for STC characterization:
those that allow a complete field reconstruction like SEA
TADPOLE, STRIPED FISH, 2D SPIDER, HAMSTER,21–24
or the ones that provide partial information like the folded
Mach-Zehnder.25 These methods are generally either based
on interferometry between a reference pulse and a signal
pulse or combines an acousto-optics module with a
Hartmann-Shack wavefront sensor. They are usually
demanding in terms of alignment procedure and have their
own limitations. STC diagnostics are thus generally not
employed in big laser facilities on a regular basis. In this let-
ter, we implement the method of rotating imaging spectro-
graph (RIS)26 to look at complex focal plane STC features of
a 100 TW laser system. The RIS encodes in its structure in-
formation on STC at laser focal plane. Though this method
is not sensitive to the phase of the pulse, it allows us to detect
quickly the presence of certain types of spatio-temporal dis-
tortions in the laser beam.
The experimental setup of this technique is shown in Fig.
1. It is fairly simple using only a microscope objective and an
imaging spectrometer (IS) coupled to a CCD camera. With
this setup, one carries out measurements in the focal plane of
the optics that focuses the ultrashort intense laser on target
for real interaction. The laser focal spot is corrected for aber-
ration using adaptive optics. The final focused laser beam is
imaged using a microscope objective onto the entrance slit of
an imaging spectrometer as depicted in Fig. 1. An
FIG. 1. Schematic of the experimental setup. The focused laser beam is
imaged with an objective onto the entrance slit of the imaging spectrometer.
The blue dashed and red lines present vertical and horizontal tag lines on the
beam transverse profile at different locations 1, 2, and 3. In (a), a vertical (y)
slice of the beam is the source of the spatially resolved spectrum on the
CCD camera. In (b), a set of mirrors allow us turning the beam 90 letting
an orthogonal section (x) of the beam through the spectrometer.
a)S. Kahaly and S. Monchoce contributed equally to this work.
b)E-mail: subhendu.kahaly@cea.fr
c)E-mail: fabien.quere@cea.fr
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interchangeable mirror combination allows us to rotate the
laser beam by 0 or 90 and to choose to align a vertical slice
(Fig. 1(a)) or a horizontal one (Fig. 1(b)) with the entrance
slit of the IS. The entrance slit selects one transverse dimen-
sion of the beam which is thus spectrally resolved by the IS
and finally recorded on a camera. With this single-shot tech-
nique, the spectral intensity of the pulse is therefore measured
along two orthogonal transverse dimensions in the focal
plane. It is of course also possible to visualize the usual spec-
trally integrated focal spot in 2D just by rotating the grating
of the imaging spectrometer in order to use it at 0th order.
In a high-power CPA (Chirped Pulse Amplification)
femtosecond laser chain, one of the main issues is to set the
compressor in order to optimally recompress the pulse after
amplification. Typically, a laser compressor consists of two
gratings and one roof-mirror such that the laser beam hits
each grating twice. The misalignment of these gratings can
induce STC,26 for example, pulse front tilt in the collimated
beam. At focus, pulse front tilt becomes spatial chirp.16 The
latter occurs when the different frequencies constituting the
laser pulse focus at different points in space. This is respon-
sible for spatio-temporal broadening of the focused laser,
leading to a reduction of the peak intensity for the same
power delivered by the laser chain.
To apply RIS technique to this particular case, we
slightly rotate horizontally one of the gratings in the compres-
sor of our 100 TW UHI100 Ti:Sa laser (25 fs centered at
800 nm). This introduces spatial chirp in the laser beam at
focus, which is clearly visible in the focal spot images pre-
sented in Figs. 2(a)–2(c). As we increase the rotation angle of
the grating, the spatial chirp increases. The different frequen-
cies of the laser spectrum spread more and more spatially in
the focal plane explaining the elongation of the focal spot
along the horizontal direction (Figs. 2(b) and 2(c)). Now, we
look at the spectra obtained along two orthogonal spatial axis:
the horizontal axis x which is in the grating rotation plane and
the vertical dimension y (Fig. 1). In Figs. 2(d)–2(f), we clearly
see that the local spectrum at a particular x decreases with
increasing grating rotation. As observed on the focal spot in
Fig. 2(c), the whole spectrum is tilting along x in Fig. 2(f) and
now we are able to quantify it. For example in Fig. 2(e), the
spatial chirp Dx=Dk is  1.6 102, whereas in Fig. 2(f), it
is  2.8 102. Here, we clearly see that the spatial chirp
induced by this misalignment becomes stronger as the mis-
alignment angle increases. The RIS obtained along horizontal
direction starts rotating with increasing spatial chirp as
depicted in Figs. 2(d)–2(f). We also verified that changing the
direction of compressor grating rotation changes the sense of
rotation of the RIS. The RIS in the vertical direction shows no
such rotation (Figs. 2(g)–2(i)) validating the absence of spatial
chirp in this case. On the other hand, the RIS in Figs.
2(g)–2(i) shows spectral narrowing with increasing grating
rotation. We would like to comment here that the original
focal spot of 5.6lm (full width at half maxima) is magni-
fied and imaged having a spot size of905lm at the entrance
slit of the spectrometer which is opened to sample a slice of
90lm width near the peak of the focal spot image. Since a
spatial chirp along horizontal direction focuses the different
available spectral components at different places horizontally
in the focal plane of the laser, it depletes the available spectral
FIG. 2. Rotating imaging spectrograph. (a)–(c) Focal spot images with increasing compressor grating rotation. The resulting increase in spatial chirp at the
laser focal plane elongates the focal spots. RIS for imaging along ((d)–(f)) the horizontal axis (x in Fig. 1(b)) and ((g)–(i)) the vertical axis (y in Fig. 1(a)) for
three different rotations of one grating of the compressor. The spatial chirp induced by the compressor misalignment rotates one of the orthogonal RIS while
leaving the other unaltered. In all the figures, the colour scale is linear and normalised to unity.
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content for the vertically sampled spectrograph. This results
in spectral narrowing in spectrograph for y-direction in Fig. 2.
Additionally, sampling only orthogonal slices of the beam
may hide more complex 2-dimensionally interlinked spatial
features.
Through this simple example, we have shown that the
RIS method can be used as a powerful tool for proper align-
ment of a laser compressor as well as for measuring certain
types of STCs. However, it is important to note here that we
only access amplitude couplings at focus and not phase cou-
plings using the technique of RIS. Thus, all the spatio-
temporal distortions affecting the phase are not measured.
For “complete” spatio-temporal characterization, one has to
use more involved scanning techniques like SEA TADPOLE
which needs multiple shots or single shot ones like
STRIPED FISH which is difficult to implement for ultrashort
pulses due to bandwidth constraints.22 While these methods
reveal full spatio-temporal structure, they have higher degree
of complexity in terms of alignment and data processing.
RIS is comparatively much simpler but captures only ampli-
tude dependent couplings in the focal plane.
There are advantages of working in the focal plane. As a
matter of fact, pulse front tilt in the X-t domain becomes
angular dispersion in the spectral (X-x) domain. And since
this spatio-temporal distortion is not visible on amplitude but
on spectral phase, we could not have detected the presence
of this distortion if we have made the choice to work with
collimated beams. But in focal plane (k-x domain), this STC
(spatial chirp) translates to spectral amplitude variation
imprinting its signature on the RIS. Thus, it is a very useful
diagnostic to optimize wavefront rotation at focus, a very
crucial parameter to generate isolated attosecond pulses
through the attosecond light house effect.18,27 In fact this is
what has been used in Ref. 19.
In the previous sections, we have seen that RIS works
well for measuring spatio-temporal couplings like the linear
spatial chirp. Looking more carefully at Fig. 2(d), one can
notice the presence of a certain curvature in the intensity
spectrum along the horizontal axis. This defect reveals the
presence of a higher order spatial chirp. This leads to spectral
holes clearly visible in the line out of Fig. 3(a). This effect is
not present along the vertical axis (Fig. 3(b)). We would like
to emphasise here that such complex couplings are not really
expected and are difficult to detect in a high power laser
chain. The ability to detect this in a simple way is a crucial
advantage of the measurement scheme described here. In
order to identify the element in the laser chain, responsible
for this distortion, we by-passed, one by one, different ele-
ments of the laser chain (amplifiers, stretcher, compressor,
etc.). Figs. 3(c) and 3(d) show the spectra along the vertical
and the horizontal axes when the compressor is by-passed.
These two spectra are similar, indicating clearly that the
compressor of the laser chain is responsible for the curvature
in the RIS along the horizontal axis. The origin of this curva-
ture might be linked to an imperfection of an optical compo-
nent on which the beam is spatially chirped (i.e., the second
grating or the roof mirror) inside the compressor. This possi-
bility was qualitatively tested using ray tracing simulations
taking into account imperfections on the roof mirror. No
measurements of the wavefront deformation due to the roof
mirror or the second grating were available to be able to
make a quantitative comparison. In Fig. 3, we also notice
that, even if this distortion is induced by the compressor, this
later also corrects the spatial chirp we can identify on both
vertical and horizontal axes. This illustrates that the process
of complete correction of the spatio-temporal couplings in a
big laser chain is neither obvious nor easy since an element
of the laser, as the compressor for instance, can both correct
distortions induced by previous components of the laser
chain and induce new distortions.
To get an intuitive feeling of the STC analysis and to
illustrate potential influence of spatio-temporal distortions on
the pulse duration, we can calculate the transform limited
time duration at each position of the focal spot in Fig. 4(a).
To go in the time domain, the 1D spectral amplitude meas-
ured with our technique is Fourier transformed along the
spectral axis assuming flat phase. Fig. 4(a) shows the recon-
structed temporal profile of the pulse of Fig. 3(a) under this
assumption. The spatio-spectral curvature in the RIS along
FIG. 3. Identification of compressor defects. Spectral intensity along differ-
ent axes (x and y) with ((a) and (b)) and without ((c) and (d)) the compressor.
Blue solid curves represent corresponding lineouts and red dashed ones the
integrated spectra. This shows that the curvature in the RIS in (a) originates
in the laser compressor.
FIG. 4. Temporal signature of residual STC. (a) Temporal intensity profile
as a function of position x across the focal spot corresponding to the RIS dis-
played in Fig. 3(a). (b) Temporal intensity for the corresponding case with
no STC. (c) Variation of time duration of the pulse sðxÞ along x for (a) (red
dashed line) and for (b) (blue line).
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the horizontal axis makes the pulse temporally asymmetrical
about x¼ 0, i.e., the pulse duration becomes space dependent.
For simple comparison, we include in Fig. 4(b) the time do-
main equivalent of an ideal pulse with the same spatially inte-
grated spectral content as in Fig. 4(a) but without any STC.
As evident from Fig. 4(b), the pulse duration is independent
of x. Fig. 4(c) plots the full width at half maxima (FWHM)
sðxÞ of the pulse temporal profile as a function of x in the two
above mentioned cases. Thus, we see that the duration in the
focal around maximum intensity for the pulse with inherent
STC (30 fs) is 1.25 times larger than the best possible (24
fs) case leading to a reduction in peak power by a factor of
1.25. The STC also affects the focal spot size as seen by com-
paring Fig. 4(a) with Fig. 4(b). This finally results in a peak
intensity significantly (50%) less than the ideal case in ab-
sence of any STC. Thus, lack of knowledge of pulse charac-
teristics at laser focus can lead to gross miscalculation for
experimental parameters. The knowledge gained using RIS is
thus extremely crucial from this perspective as well.
We have demonstrated the use of RIS to capture ampli-
tude dependent STCs in femtosecond laser pulse at focus for
a 100 TW laser system. We observe higher order nontrivial
spatial chirp present in the focal plane reducing significantly
the on target maximum achievable intensity. A knowledge of
the phase part is in fact also necessary to really evaluate the
consequences of these couplings, since these amplitude cou-
plings are very probably also associated to phase couplings.
This means that in the end, “complete” techniques will be
needed, but the approach we propose here is interesting
because of its simplicity, and it already provides valuable in-
formation. This single shot diagnostic is suitable for quick
compressor alignment checks in multipetawatt scale short
pulse laser facilities which are essentially limited by the rep-
etition rate of the laser. RIS technique can also be used to set
a laser compressor for controlling pulse front tilt, a very sig-
nificant parameter for attosecond physics.
We gratefully acknowledge funding from the European
Research Council (ERC Grant Agreement No. 240013).
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Attosecond lighthouses from plasma mirrors
Jonathan A. Wheeler1†, Antonin Borot1†, Sylvain Monchoce´2, Henri Vincenti2, Aure´lien Ricci1,3,
Arnaud Malvache1, Rodrigo Lopez-Martens1* and Fabien Que´re´2*
The nonlinear interaction of an intense femtosecond laser pulse
with matter can lead to the emission of a train of sub-laser-
cycle—attosecond—bursts of short-wavelength radiation1,2.
Much effort has been devoted to producing isolated attosecond
pulses, as these are better suited to real-time imaging of funda-
mental electronic processes3–6. Successful methods developed
so far rely on conﬁning the nonlinear interaction to a single
sub-cycle event7–9. Here, we demonstrate for the ﬁrst time a
simpler and more universal approach to this problem10, applied
to nonlinear laser–plasma interactions. By rotating the instan-
taneous wavefront direction of an intense few-cycle laser
ﬁeld11,12 as it interacts with a solid-density plasma, we separate
the nonlinearly generated attosecond pulse train into multiple
beams of isolated attosecond pulses propagating in different
and controlled directions away from the plasma surface. This
unique method produces a manifold of isolated attosecond
pulses, ideally synchronized for initiating and probing ultrafast
electron motion in matter.
All attosecond light sources developed so far rely on the sub-cycle
modulation of intense infrared lightwaves induced through highly
nonlinear interaction with matter. The sub-cycle modulation of
near-infrared (NIR) light, for which the wave period TL is of the
order of a few femtoseconds, naturally leads to the generation of
pulsed extreme ultraviolet (EUV) radiation of attosecond duration,
once the low-frequency components of the modulated lightwave
have been ﬁltered out. The modulation process is periodically
driven by the oscillating laser ﬁeld and therefore produces trains of
attosecond pulses with a periodicity of either TL or TL/2, depending
on the symmetry of the nonlinear interaction. To date, two such non-
linear interaction schemes have been identiﬁed and experimentally
demonstrated: electron–ion recollisions following the ionization of
atoms or molecules by intense (1014–1015 W cm22) NIR light-
waves13 and the reﬂection of ultra-intense (≥1016 W cm22) laser
pulses off solid density plasma surfaces called plasma mirrors14.
Isolating a single attosecond pulse from the generated pulse train
can be achieved by limiting the nonlinear modulation process to
either a single or a half cycle of the driving laser ﬁeld7–9. Such tem-
poral gating techniques have been applied successfully to intense
laser–atom interactions, resulting in EUV light sources that are cur-
rently the workhorses of attosecond science13. However, because
these techniques exploit the speciﬁc nonlinear response of an
atom to the amplitude or ellipticity of the laser ﬁeld, they cannot
easily be extended to any nonlinear laser–matter interaction
scheme. In particular, this has curbed the advent of plasma
mirrors as high-energy attosecond light sources for applications,
despite theoretical predictions of such mirrors being capable of pro-
ducing attosecond pulses with unprecedented high photon energies
and ﬂux when driven at relativistic light intensities15.
A key property of these attosecond pulse trains is that they are
generated in a collimated and spatially coherent laser-like beam
(Fig. 1a), propagating along the normal to the laser wavefront direc-
tion at focus. The spatial dimension therefore constitutes an
additional degree of freedom for producing isolated attosecond
pulses through the spatial separation of the different pulses in the
train as they diverge away from the nonlinear interaction area16.
To this end, a simple and universal scheme has recently been pro-
posed10: if the instantaneous laser wavefront direction at focus can
be made to rotate in time during the pulse, a concept ﬁrst explored
theoretically by Akturk et al.11, then the successive attosecond pulses
of the train will now be generated in slightly different directions
(Fig. 1b) separated by an angle Db¼ vrTa, where Ta is the time
interval between successive pulses and vr¼ db/dt is the wavefront
rotation velocity. When this angle is larger than the divergence u
of the individual attosecond pulses, a collection of angularly separ-
ated beams fans out of the interaction area, each beam containing a
single spatially isolated attosecond pulse. In this work, we present
the ﬁrst experimental demonstration of this ‘attosecond lighthouse’
effect, applied to the speciﬁc case of a plasma mirror driven
nonlinearly by a waveform-controlled few-cycle laser ﬁeld.
One of the major advantages of this scheme is that the control of
wavefront rotation (WFR) at the focus of an ultrashort laser pulse is
easy to implement17. The introduction of moderate angular spectral
dispersion in the laser beam results in an elliptical spatial proﬁle at
focus, where the nonlinear interaction takes place. This elongation
occurs because the different frequency components of the broadband
laser pulse are sheared along the long axis (y) of this ellipse
(Fig. 1c), leading to so-called spatial chirp, deﬁned here as dv/dy,
where v(y) is the local central frequency of the laser ﬁeld at position
y across the focal spot. Expressed in the time–position domain, this
means that the period of the laser ﬁeld varies across the focal spot
along the y-direction. As illustrated graphically in Fig. 1c, this naturally
leads to a rotation of the ﬁeld wavefronts during the laser pulse, that is,
to WFR in time. The instantaneous direction of the wavefront is given
by b¼ k⊥/k0¼ c/v0 (∂w/∂y), wherew(t)¼v(y)t is the temporal phase
of the laser ﬁeld at position y, and v0 is the average frequency of the
laser ﬁeld. This leads to b(t)¼ (∂v/∂y)(ct/v0), showing that in the
presence of spatial chirp at the focus, the laser ﬁeld wavefronts rotate
in time with a velocity vr¼ (∂v/∂y)(c/v0).
In our experiment (Fig. 2), waveform-controlled 7 fs, 800 nm
wavelength laser pulses were focused at peak intensities just
below 1× 1018 W cm22 (ref. 18) onto a moving fused-silica optical
glass target, at a repetition rate of 1 kHz. Temporal compression of
the driving laser pulse at the target surface was ﬁnely adjusted using
a pair of glass prisms placed in the beam before focusing (Fig. 2).
Sliding one prism with respect to the other varied the glass thickness
within the beam path and controlled the chromatic dispersion
experienced by the broadband laser pulse. Usually, the outer faces
of the prisms are kept parallel to one another, but in our experiment,
we purposely tilted one of the prisms so as to introduce angular dis-
persion in the beam prior to focusing and hence induce WFR at the
1Laboratoire d’Optique Applique´e, ENSTA-Paristech, E´cole Polytechnique, CNRS, 91761 Palaiseau, France, 2Service des Photons, Atomes et Mole´cules, CEA,
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focus on target. The corresponding spatial chirp was diagnosed by
imaging the laser focal spot (1.8 mm full-width at half-maximum,
FWHM) with large magniﬁcation onto the entrance slit of an
optical spectrometer (Supplemental Section S1), yielding the local
laser spectrum at focus along spatial coordinate y.
For every shot, the intense laser electric ﬁeld ionizes the surface
of the target, creating an over-dense plasma layer that reﬂects the
incident laser light. Temporal distortion of the fundamental ﬁeld
induced during reﬂection on this plasma mirror leads to the
generation of coherent sub-laser-cycle EUV light bursts. At the
laser intensities used here, coherent wake emission (CWE)19,20 is
the dominating nonlinear mechanism behind this generation.
Numerical simulations20,21 have shown that for each optical cycle
of the laser ﬁeld, electrons at the plasma surface are ﬁrst ejected
into vacuum and then driven back to the dense plasma. As they
propagate in the plasma, these electrons form sub-laser-cycle
bunches that trigger collective high-frequency electron oscillations
in their wake, leading to the emission of EUV radiation. Nomura
et al. experimentally demonstrated that the broad EUV spectrum,
which cuts off at the plasma frequency (that is, around harmonic
order 20 of the 800 nm driving laser wavelength for a glass
target), is indeed associated with an attosecond pulse train in the
time domain22. From simulations, it is known that the plasma
dynamics leading to these attosecond bursts occurs during a small
fraction of the laser cycle, and so their generation is largely
unaffected by the introduction of WFR (Supplementary Section
S3). It is only on the scale of the entire laser pulse that the effect
of WFR becomes signiﬁcant as the directionality of the EUV
pulses rotates from one cycle to the next, enabling us to streak the
pulse train into spatially separated beams.
Two diagnostic tools are used to characterize the EUV radiation
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Figure 1 | Attosecond lighthouse principle. a, When an intense few-cycle laser pulse interacts nonlinearly with a plasma mirror, the sub-cycle modulation of
the temporal laser wavefronts is associated with the generation of a train of attosecond light pulses, which all propagate in a collimated beam along the
direction normal to the laser wavefronts at focus. b, When the laser wavefronts are made to rotate in time at focus (wavefront rotation), each attosecond
pulse of the train is emitted in a slightly different direction. When the wavefront rotation angle is greater than the divergence of an individual attosecond
pulse, this scheme produces a manifold of spatially isolated and temporally synchronized attosecond pulses10. c, Wavefront rotation can be induced by
dispersing the different frequency components of the broadband laser pulse along one spatial dimension at focus. This dispersion can be envisioned in
different ways: an elongation of the focus along the direction of dispersion, a tilted spatially resolved spectrum, or rotating wavefronts due to the spatial
dependence of the laser optical period.

















Figure 2 | Schematic of the experiment. A waveform-controlled few-cycle
NIR laser pulse is tightly focused onto a rotating optically polished glass
surface at a peak intensity of several 1017 Wcm22. The intense laser electric
ﬁeld ionizes the surface atoms, creating a plasma mirror, which reﬂects
the NIR light. EUV radiation, in the form of an attosecond pulse train, is
nonlinearly generated in the direction of the reﬂected laser beam through
the process of coherent wake emission20. WFR is controlled at focus by
rotating one of the prisms used before focusing for the ﬁne adjustment of
temporal pulse compression on target. The spectrally integrated spatial
beam proﬁle of the EUV radiation is directly imaged onto an MCP detector.
With increasing WFR at focus, the generated EUV beam splits into well-
separated beamlets, each carrying a single isolated attosecond pulse.
Additional diagnostics include an imaging optical spectrometer for
measuring the spatially resolved laser spectrum at focus and a non-imaging
EUV spectrometer for recording the spectrum of the individual attosecond
light pulses (Supplementary Section S1).
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(MCP) detector, which is located directly in the reﬂected beam,
20 cm away from the target face (Fig. 2), and is used to image the
spatial beam proﬁle of the radiation with photon energies larger
than 11 eV. Second, by removing the MCP detector, the central
portion of this beam is sampled by a home-built EUV spec-
trometer18 (Supplementary Section S1).
Figure 3 shows how the attosecond lighthouse effect gradually arises
as we increase the WFR velocity of the intense few-cycle laser ﬁeld
driving the plasma mirror. The left column presents the spatially
resolved laser spectra measured at focus along the direction of angular
dispersion, showing the amount of spatial chirp induced by tilting
one of the prisms. To estimate the associatedWFR velocities vr we per-
formed a Fourier transform with respect to frequency of the spectral
amplitude obtained from these measurements, assuming there was no
additional spectral or spatial aberrations on the laser beam at focus
(that is, both spectral and spatial phases are constant). This provides
an approximate reconstruction of the driving laser electric ﬁeld E(y,t)
at focus, which is plotted in the second column of Fig. 3. From this,
we calculate the WFR velocity induced at focus, which grows from
8+2 mrad/cycle (top row), corresponding to residual angular
dispersion present in the laser beam, to a maximum value of 39+
4 mrad/cycle (bottom row).
The corresponding evolution of the EUV beam properties is
shown in the two last columns of Fig. 3, which display both the
spatial proﬁle of the EUV beam on the MCP detector and the spec-
trum measured at the centre of the beam. As the laser WFR velocity
increases, the EUV beam progressively elongates along the direction
of WFR and eventually splits into several small beamlets, character-
istic of the attosecond lighthouse effect10. The average angular sep-
aration measured between adjacent beamlets is 50 mrad, with
expected variations arising due to the CWE generation mechan-
ism23, which is consistent with the estimated average angular separ-
ation between consecutive laser wavefronts. As the attosecond
lighthouse effect unfolds, the measured spectrum at the centre of
the EUV beam evolves from a strongly modulated harmonic-like
spectrum into a continuous spectrum (Fig. 3). This suggests a tran-
sition, in the time domain, from a femtosecond train of attosecond
pulses forming a single beam, to a group of isolated attosecond
pulses spatially distributed into individual sub-beams produced
via the attosecond lighthouse effect. The remaining high-frequency
spectral fringes (with a periodicity of 0.3 eV) observed in Fig. 3c
have a weak contrast of less than 12%, indicating the presence of
an extremely weak satellite attosecond pulse at a delay of 12 fs,
with an energy of only 0.4% that of the main attosecond pulse.
This pulse is most probably due to CWE induced by a weak satellite
of the main driving pulse (Supplementary Section S2). This is sup-
ported by the observation of the same modulations in Fig. 3a, which
prove these are not caused by the introduction of WFR.
The observation of a broad continuous EUV spectrum does
not, in general, imply that isolated attosecond pulses are
generated, because the temporal structure of the emission also
depends on the spectral phase. However, the additional observation
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Figure 3 | Experimental observation of the attosecond lighthouse effect. a–c, Left column: spatially resolved spectra of the driving laser ﬁeld at focus for an
increasing relative tilt of the prisms (0, 10 and 558 for a–c, respectively). Second column: calculated laser electric ﬁeld E(y,t) at focus (with the blue-to-red
colour scale corresponding to values of E≥ 0, while all values of E, 0 are displayed in dark blue), deduced from the ﬁrst column by a Fourier transform with
respect to frequency, assuming a constant phase in space and frequency. Third column: measured spatial EUV beam proﬁle for a ﬁxed arbitrary value of the
CEP of the laser. Rightmost column: corresponding EUV spectra recorded at the centre of the spatial beam proﬁle.
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of well-separated beamlets in the spatial EUV emission pattern
provides further evidence that isolated attosecond pulses are
indeed produced in our experiment. In the attosecond lighthouse
scheme, the angle of emission of the EUV radiation corresponds
to a time within the driving laser pulse, leading to a mapping
of time onto a transverse spatial dimension. This is best
demonstrated by varying the relative carrier-envelope phase (CEP)
of the driving laser pulse, that is, the phase of the NIR
carrier light wave with respect to the laser pulse envelope. This
phase determines the emission times of the individual attosecond
pulses relative to the pulse envelope23. As we scan through CEP
values, the position of the attosecond beamlets on the MCP detector
shifts linearly (Fig. 4 and Supplementary Movie), creating a pattern
that repeats itself after a 2p change in CEP. This experimental
observation not only conﬁrms the time-to-space mapping, but
also shows that a time interval of one laser optical period TL
corresponds to the angle between two beamlets in Figs 3c and 4.
Therefore, well-separated beamlets can only be observed if the
emission occurs in the form of light bursts signiﬁcantly shorter
than TL. Ab initio particle-in-cell simulations indeed conﬁrm the
generation of isolated attosecond pulses with durations of the
order of a few hundred attoseconds (Supplementary Section S3).
These results constitute the ﬁrst evidence of isolated attosecond
pulses being generated from laser-driven plasma mirrors.
Incidentally, the sensitivity of this effect to the laser CEP offers a
unique way of spatially monitoring shot-to-shot waveform
ﬂuctuations of ultrahigh-intensity few-cycle light pulses during
relativistic laser–plasma interactions.
In conclusion, we report the ﬁrst experimental demonstration of
the attosecond lighthouse effect from intense nonlinear light–matter
interactions. Easy to implement and applicable to virtually any non-
linear interaction scheme, this technique represents a radical depar-
ture from previous methods used to produce single attosecond
pulses. Indeed, it provides a manifold of independent, yet intrinsi-
cally synchronized attosecond light beams, which will greatly sim-
plify the time-resolved study of a wealth of fundamental electronic
processes13. In addition, this approach opens brand new opportu-
nities for dynamic molecular imaging in strong ﬁelds24–26, as it
allows direct spatial mapping of individual sub-cycle dynamics
during the laser–molecule interaction. Finally, attosecond light-
houses emanating from relativistically driven plasma mirrors are
the most direct route to generating intense attosecond X-ray
pulses, potentially allowing the investigation of yet unexplored
phenomena, such as non-perturbative inner-shell processes or
exotic high-ﬁeld physics at short wavelengths, and thereby trigger-
ing further progress in fundamental X-ray science.
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Figure 4 | Time-to-space mapping during the attosecond lighthouse effect. These spatial patterns show the progressive change in direction of emission of
the isolated attosecond beamlets produced by the attosecond lighthouse effect, for increasing values of the relative CEP of the laser (Supplementary Movie).
Changing this CEP affects the emission times of the attosecond pulses within the laser pulse envelope, which is observed through the shift of the EUV
beamlets on the MCP detector due to the time-to-space mapping induced by WFR. The rightmost image shows blurring of the EUV spatial beam proﬁle
arising from the generation of attosecond pulses in uncontrolled directions as the waveform of the laser randomly ﬂuctuates from shot to shot when the
laser CEP is not locked. All images are an accumulation of 300 consecutive shots.
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